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Die Wechselwirkung schwerer Ionen mit Plasmen bildet einen der zentralen Forschungsschwerpunkte
der Arbeitsgruppe Laser- und Plasmaphysik der TU Darmstadt, die ihre Experimente am GSI Helmholtz-
Zentrum für Schwerionenforschung GmbH durchführt. Diese Experimente werden zum einen durch
grundlegende atomphysikalische Fragestellungen motiviert, zum anderen durch die schwerionenindu-
zierte Trägheitsfusion. Dem zweiten Punkt folgend bietet die Erzeugung von Plasmen durch Laser den
Vorteil, dass mit ihnen sowohl hohe Dichten als auch hohe Temperaturen erzeugt werden können.
Die in dieser Arbeit erzeugten Plasmen werden mit Hilfe der direkten Bestrahlung einer dünnen Koh-
lenstofffolie von 0,5µm Dicke durch die beiden Hochenergielasersysteme Phelix und nhelix erzeugt.
Mit diesem Verfahren werden Plasmatemperaturen von T=140-200 eV erreicht, gleichzeitig beträgt die
Dichte des Targets bis zu drei Promille der Festkörperdichte. Dies hat zur Folge, dass die erzeugten Koh-
lenstoffplasmen bereits nach 7 ns in vollionisiertem Zustand vorliegen. Der experimentelle Aufbau wurde
von der einseitigen Bestrahlung des Targets mit einem Hochenergielasersystem bei der Laserwellenlänge
von λLas = 1,064µm zu einer gleichzeitigen Heizung des Targets von beiden Seiten mit Hilfe von Phe-
lix und nhelix bei der doppelten Laserfrequenz modifizert. Diese Änderung führt dazu, wie anhand von
2D-Hydrodynamiksimulationen gezeigt wird, dass aufgrund des Anstiegs der kritischen Dichte der Anteil
der durch Strahlung transportierten Wärme um einen Faktor drei ansteigt. Das hat eine globale Heizung
des Targets zur Folge und reduziert den Einfluss von Inhomogenitäten im Laserfokusprofil auf den Plas-
mabildungsprozess deutlich. Diese Inhomogenitäten haben, wie im Rahmen der vorliegendem Arbeit
gezeigt wird, einen signifikanten Einfluss auf die Qualität der Daten der Vermessung von Energieverlust
und Umladung. Während der Laser-Plasma-Wechselwirkung bei Bestrahlung des Targets mit der Grund-
wellenlänge der Heizlaser wurde dort in vorangegangenen Experimenten ein zu Beginn dieser Arbeit
physikalisch nicht verstandener Rückgang des Energieverlustes beobachtet. Mit dem neuen Versuchsauf-
bau konnte der Einfluss der Hydrodynamik des Targets auf die Energieverlust- und Ladungszustandsmes-
sungen jedoch deutlich reduziert werden. Diese wirkt sich nur noch während der ersten 4 ns der Laser-
Plasma-Wechselwirkung aus. Vorher war dies für die ersten 12 ns der Fall. Die Expansionseigenschaften
des Plasmas konnten mit Hilfe eines neu-designten Multi-Frame-Interferometers charakterisiert werden.
Dieses Interferometer erlaubt die Aufnahme von vier zweidimensionalen Elektronendichteverteilungen
des Plasmas während einer Laser-Plasma-Wechselwirkung. Der zeitliche Abstand der Bilder untereinan-
der beträgt dabei 2 ns. Dessen Ergebnisse wurden zur Optimierung von 2D-Hydrodynamiksimulationen
genutzt. Diese sind notwendig, um sämtliche Plasmaparameter des Targets bestimmen zu können. Die
Unterschiede in dem der Diagnostik zugänglichen Dichtebereich und den Simulationsrechnungen sind
meist geringer als 20%.
Die Entwicklung eines auf polykristallinem Diamant basierenden Ladungsspektrometers erlaubt in dem
durchgeführten Flugzeitexperiment sowohl die gleichzeitige Vermessung des Energieverlustes des Io-
nenstrahls im Plasma als auch seiner Ladungsverteilung nach Austritt aus dem Plasma. Es ermöglicht
weiterhin die Bestimmung der Ladungsverteilung mit einer Genauigkeit von 6% pro Ladungszustand.
In der genannten Konfiguration wurde für die Ladungsverteilung von Argonionen im Plasma ein Anstieg
der hohen Ladungszustände bei gleichzeitiger Reduktion der Anteile niedriger Ladungszustände im Ver-
gleich zum Festkörper gemessen. Im Vergleich zur kalten Folie steigt der mittlere Ladungszustand von
q¯ f k = 15,8± 0,1 auf q¯pl = 16,2± 0,1. In Relation zu einem kalten Gas mit q¯gas = 15,1 ist dieser damit
deutlich erhöht. Für den Energieverlust wird im direkten Vergleich zum Festkörper eine Erhöhung von
bis zu 53%± 4% im Plasma gemessen. Mit Hilfe dieser Diagnostik wurde eine Energieauflösung von
∆E
E
= 6 · 10−4 erreicht. Die oben erwähnte systematische Verbesserung des Experimentaufbaus im Rah-
men dieser Arbeit erlaubte erstmals die Vermessung des Energieverlustes von schweren Ionen in einem
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lasererzeugten Kohlenstoffplasma ohne den bereits erwähnten Rückgang des Energieverlustes zu Beginn
der Laser-Plasma-Wechselwirkung unter den Energieverlust des Festkörpers.
Des Weiteren wird im Rahmen dieser Arbeit eine mikroskopische theoretische Beschreibung sowohl der
Ladungsverteilung als auch des Energieverlustes entwickelt. Die Berechnung der Ladungsverteilung
schwerer Ionen im Plasma basiert auf den Berechnungsroutinen für die verschiedenen Ionisations-,
Anregungs- und Rekombinationsprozesse des Codes ETACHA. Diese Berechnungsroutinen werden im
Rahmen dieser Arbeit für den Fall von teil- und vollionisierten Kohlenstoffplasmen erweitert. Weiterhin
werden die relevanten Wirkungsquerschnitte für die Wechselwirkung mit freien Elektronen hinzuge-
fügt. Die Berechnung der sich einstellenden Ladungsverteilungen erfolgt mit Hilfe eines Monte-Carlo-
Ansatzes. Im Plasma sinkt der Wirkungsquerschnitt für die direkte Rekombination, wohingegen der
Wirkungsquerschnitt für die direkte Ionisation leicht ansteigt. Die alleinige Betrachtung dieser Wirkungs-
querschnitte ist jedoch nicht ausreichend. Da die theoretische Beschreibung sowohl die verschiedenen
Schalen des Projektils als auch des Targets berücksichtigt, ist auch das Studium der Auswirkungen ge-
koppelter Effekte auf die sich einstellenden Ladungsverteilungen möglich. So wird im Rahmen dieser
Arbeit gezeigt, dass im Fall des betrachteten Laserplasmas trotz des Anstiegs der Wirkungsquerschnitte
für die direkte Ionisation aufgrund der Expansionseigenschaften des Targets die Ionisation über eine
zuerst erfolgende Anregung stark gebundener Elektronen und anschließender Ionisation weitestgehend
verschwindet. Dies hat eine Reduktion der Ionisationswahrscheinlichkeit des Projektils um einen Faktor
zwei im Vergleich zum Festkörper zur Folge. Weiterhin ist aufgrund der geringeren Dichte des Plasmas
im Vergleich zum Festkörper auch ein deutlicher Anstieg der Rekombinationswahrscheinlichkeiten auf-
grund des effektiven Einfangs in höherenergetischere Schalen und anschließendem Zerfall des Niveaus
in den Grundzustand zu verzeichnen. Erst ab Temperaturen von ca. 80eV im Kohlenstoffplasma sinkt die
sich tatsächlich einstellende Rekombinationsrate unter das Niveau des Festkörpers und die Veränderung
der Wirkungsquerschnitte für die direkten Ionisations- und Rekombinationsprozesse bestimmen die sich
einstellende Ladungsverteilung.
Die theoretische Beschreibung der Ladungsverteilung wird anschließend mit dem differentiellen Ener-
gieverlust im Plasma verknüpft. Eine modifizierte Version des CasP-Codes erlaubt die Berechnung des
Energieübertrags sowohl an gebunde Elektronen eines Ions als auch an ein freies Elektronengas. Beide
Fälle werden im Rahmen eines Oszillatormodells beschrieben. Dabei wird sowohl die Abschirmung des
Projektils für jeden sich einstellenden Ladungszustand durch gebundene Elektronen berücksichtigt als
auch die Stoßparameterabhängigkeit des Energieverlustes. Es ist an keiner Stelle die Einführung einer
nichtphysikalischen effektiven Ladung des Projektils notwendig. Die Verknüpfung mit dem tatsächlichen
Ladungszustand des Ions erlaubt die mikroskopische Berechnung des Energieverlustes für jedes Teilchen
an jeder Stelle in jedem Zustand im Target. Im Fall der im Experiment erzeugten Laserplasmen sagt die
Theorie einen maximalen Anstieg des differentiellen Energieverlustes um einen Faktor zwei im Vergleich
zum Festkörper voraus. Im Vergleich zu einem kalten Gas mit gleichen Parametern verursacht dabei der
Anstieg des Ladungszustandes des Projektils im Target eine Erhöhung des Energieverlustes von etwa
12%. Der effektivere Energieübertrag an freie Elektronen aufgrund der geringeren Anregungsenergie
des entsprechenden Oszillators macht mit 88% den sehr viel größeren Anteil aus.
Der Vergleich zwischen den theoretisch berechneten Werten und den experimentellen Daten ergibt
im Fall der Ladungsverteilungen eine gute, im Fall des Energieverlustes eine hervorragende Überein-
stimmung. Im zweiten Fall beträgt die Standardabweichung zwischen experimentellen und theoretisch
berechneten Werten im Plasma σSTABW = 0,2MeV, was je nach eingenommenem Energieverlustwert zwi-
schen sechs und zehn Prozent Abweichung bedeutet. Dies entspricht den Fehlerbalken des Experiments.
Demzufolge liefert die vorliegende Arbeit sehr präzise experimentelle Daten über den Energieverlust von
Argonionen bei einer Energie von 4MeV/u in einem heißen Kohlenstoffplasma und bietet gleichzeitig
eine mikroskopische theoretische Beschreibung der dem Experiment zugrunde liegenden physikalischen
Prozesse.
Abstract
The interaction of heavy ions with plasmas is one of the main fields of research of the laser and plas-
ma physics group at TU Darmstadt. The experiments are conducted at the GSI Helmholtz-Zentrum für
Schwerionenforschung GmbH. They are motivated by fundamental problems of atomic physics and hea-
vy ion fusion. Concerning the second application, the generation of plasmas with high energy laser
systems allows to produce high densities and high temperatures and the target is probed by the heavy
ion beam to study the interaction.
In this thesis, the plasma is created by directly irradiating a thin carbon foil from two sides with the laser
systems nhelix and Phelix. This setup allows to produce plasma temperatures of 140-200 eV while the
ion density of the target is still up to 3h of the solid density. Hence the target is transformed into a
fully ionized state within 7 ns. The former setup in which the target was heated by only one of the two
laser systems from one side at λLas = 1.064/1.053µm was modified to a two-sided irradiation using
both laser systems with frequency-doubled heating pulses. Consequently the critical density is increased
which leads to a larger energy transfer of laser energy into radiation. As shown with 2D hydrodynamic
simulations the contribution of radiation to the whole heating process is increased by a factor of three.
Hence the target is heated more volumetrically which significantly decreases the impact of inhomogenei-
ties in the laser focus profile on the plasma formation process. With the former setup these laser-induced
inhomogeneities had a strong influence on the quality of the experimental data for the energy loss in
earlier campaigns. This effect was not understood at the time of the beginning of this thesis. With the
new setup the influence both in amplitude as well as in time is reduced from 12ns to 4ns. The expansion
of the plasma is characterized by a re-designed multi-frame interferometer which allows to record four
images of the electron density distribution, each separated by 2 ns, during one laser-plasma interaction.
The results are used to optimize 2D hydrodynamic simulations which are utilized to obtain all plasma
parameters needed. The differences between the values of the diagnostics and of the simulations are
within 20%.
The development of a heavy ion charge state spectrometer based on polycrystalline diamond allows the
recording of both the heavy ion beam’s energy loss and its charge state distribution after having penetra-
ted the plasma. A precision of 6% per charge state is achieved in the experiments. Using the experimental
setup described above, an increase of the mean charge state for argon ions to q¯pl = 16.2 ± 0.1 compared
to the solid state with q¯ss = 15.8 ± 0.1 is recorded. This means a significant increase in relation to the
gaseous state with q¯gas = 15.1. For the energy loss measurements an energy resolution of the ion beam
of ∆E
E
= 6 ·10−4 is achieved. In direct comparison to the solid state at the beginning of the experiment an
increase of the energy loss of up to 53% ± 4% is measured. For the first time no decrease of the energy
loss below the solid state level at the beginning of the laser-plasma interaction is observed due to the
systematic improvement of the experimental setup.
In addition, this thesis presents a microscopic theoretical description of both the evolution of the charge
state distribution and the energy loss. The determination of the charge state distribution is based on
the calculation routines of the code ETACHA describing the different processes for ionization, excitation
and recombination. These routines are extended in this thesis to describe the case of partially and fully
ionized carbon plasmas. Furthermore, the relevant cross sections for collisions with free electrons are
added to the code. The resulting charge state distributions are calculated using a Monte-Carlo approach.
In the plasma the cross sections for direct recombination are decreased while the cross sections for di-
rect ionization are increased. However, considering only these direct dependencies is not sufficient. The
theoretical description takes the different shells of both the projectile and the target into account. This
v
allows to study the influence of coupled processes on the resulting charge state distribution. In the case
of the laser-plasmas generated in this thesis, the cross sections for direct ionization increase but the pro-
bability for the channel of an initial excitation of a strongly bound electron into a more weakly bound
state and a subsequent ionization diminishes. This leads to a decrease of the ionization probability of a
factor of two compared to the solid state. In addition, a much higher probability for recombination in the
plasma is calculated. Due to the lower density the recombination into more weakly bound states with
a following decay into the ground state is much more pronounced. Only for temperatures higher than
80eV in the carbon plasma the effective recombination rate decreases below the level of the solid state
and the changes in the direct ionization and recombination govern the evolution of the resulting charge
state distribution.
The theoretical description of the charge state distribution is subsequently connected to the stopping
power in the plasma. A modified version of the CasP code allows the calculation of the energy-transfer
to both bound and free electrons. Both cases are described by assuming harmonic oscillators. The scree-
ning of the projectile by bound electrons is included for every charge state of the heavy ion as well as
the impact-parameter dependence of the energy loss. Within this method no unphysical effective charge
description is used at any point. The use of the real charge state of the heavy ion allows the microscopic
description of the stopping power at every point in the target. In the plasma generated in the experiment,
the theory predicts an increase of up to a factor of two compared to the solid state. In comparison to
a cold gas with the same parameters the higher mean charge state leads to an increase of the stopping
power of 12%. The more efficient energy-transfer to free electrons due to the lower excitation energy of
the corresponding oscillator leads to an increase of 88% and is hence much more important in this case.
With regard to the charge state distribution, the comparison between the theoretical values and the
experimental data leads to a good agreement, in case of the energy loss the agreement is excellent.
In the second case, the standard deviation between experimental and theoretical data in the plasma
is σstdev = 0.2MeV which corresponds to a deviation of 6-10% depending on the absolute value of
the energy loss. This means the deviations are of the same size as the error bars in the experiment.
In conlusion, this thesis presents very precise experimental data on the energy loss of argon ions in a
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1 Einleitung
Seit mittlerweile über 100 Jahren ist die Wechselwirkung von Ionenstrahlen mit Materie ein intensiv er-
forschtes Gebiet. Bereits in der ersten Hälfte des letzten Jahrhunderts entstanden wichtige Arbeiten von
Bohr [Boh13], Bethe [Bet30] und Bloch [Blo33] und das Verständnis der der Wechselwirkung zugrunde
liegenden Prozesse hat sich seitdem kontinuierlich fortentwickelt. So existiert heute eine große Anzahl
an experimentellen Daten [Pau11] und theoretischen Modellen [SS00, GS98, May02, Zie11], die in den
allermeisten Fällen ein gutes Verständnis der Wechselwirkung von Ionenstrahlen mit Festkörpern und
Gasen illustrieren.
Ganz anders stellt sich dies jedoch im Fall der Wechselwirkung von Ionenstrahlen mit Plasmen dar. Der
Begriff Plasma (griechisch „das Gebilde“) wurde erstmals von Irving Langmuir im Jahr 1928 geprägt. Un-
ter einem Plasma wird ein ionisiertes Gas verstanden, bei dem ein großer Teil der Elektronen in einem
freien, ungebundenen Zustand vorliegen. Auch wenn sich lokal elektrische Felder zwischen den Elek-
tronen und Ionen ausbilden, so erscheint das Plasma von außen betrachtet trotzdem als neutral, da die
freien Elektronen das Potential der Ionen abschirmen und umgekehrt. Die elektromagnetische Wechsel-
wirkung zwischen den ungebundenen Elektronen und den Ionen führt bei Anwesenheit einer Störung zu
kollektiven Effekten, weshalb die Beschreibung von Plasmen sich äußerst komplex gestaltet. Die Unter-
suchung der Physik von Plasmen wird im Wesentlichen durch zwei große Gebiete motiviert. Zum einen
ist es für ein Verständnis der Astrophysik aufgrund der Häufigkeit des Plasmazustands im Universum
essentiell, zum anderen bildet die mögliche Energiegewinnung durch die Fusion leichter Atomkerne den
zweiten großen Antrieb zur Erforschung dieses Feldes. Bei der Realisierung von in der Zukunft mögli-
chen Fusionsreaktoren existieren verschiedene Ansätze:
Eine Variante ist der Einschluss eines großen Volumens eines dünnen, sehr heißen Plasmas mit Hilfe von
Magnetfeldern („Magnetic Confinement Fusion“-MCF [She94]) über sehr lange Zeiten (Stunden). Der
zweite Ansatz ist die kurzzeitige (Nanosekunden) Kompression eines sogenannten Pellets - eine kleine,
zu Beginn feste Brennstoffkugel gefüllt mit einem Deuterium-Tritium-Gemisch - bis hin zu Dichten, die
etwa dem 1000-fachen der Festkörperdichte entsprechen, und zu Temperaturen von mehreren keV. Die-
ses Vorgehen wird meist als Trägheitsfusion („Inertial Confinement Fusion“ - ICF [MAR98]) bezeichnet.
Solch hohe Verdichtungen können durch den Ablationsdruck an der Oberfläche des Targets verursacht
werden. Dieser kann sowohl durch die sphärisch-symmetrische Bestrahlung des Pellets mit hochintensi-
ven Laserstrahlen (direkte Heizung) als auch durch die Bestrahlung mittels Röntgenstrahlung in einem
Hohlraumkonvertertarget erzeugt werden. Das Konvertertarget kann ebenfalls mit Hilfe intensiver Laser-
oder Ionenstrahlen ([CT97]) geheizt werden.
Ein weiteres Konzept ist die sogenannte „schnelle Zündung“ („Fast Ignition“ - [THG+94, RCK+01]), bei
der das Target auf die entsprechenden Dichten komprimiert wird, die hohen Temperaturen jedoch über
einen zusätzlichen hochintensiven Laser- oder Ionenpuls zur Zündung erreicht werden. Gerade für die-
ses Konzept weisen Ionenstrahlen vorzügliche Eigenschaften auf. Das Maximum der Energiedeposition
liegt bei Schwerionenstrahlen im Bragg-Peak. Dieser kann durch entsprechende Wahl der Ionenenergie
inmitten des Materials platziert werden. Zur Realisierung eines solchen Verfahrens ist das Verständnis
der Wechselwirkung von Schwerionen mit einem Plasma notwendig und insbesondere deren Energiede-
position von herausragender Bedeutung.
Der Fragestellung nach dem Energieverlust und der Ladungsverteilung von Ionenstrahlen in Plasmen
sind im Vergleich zum Fall kalter Materie nur sehr wenige Arbeiten nachgegangen. Experimentelle Da-
ten zur Überprüfung der Gültigkeit der verschiedenen Theorien und Modelle für Plasmen sind nur in
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sehr geringer Anzahl vorhanden. Das GSI Helmholtz-Zentrum für Schwerionenforschung GmbH bietet
hierbei mit seinem Linearbeschleuniger UNILAC („Universal Linear Accelerator“) und den beiden Hoch-
energielasersystemen Phelix („Petawatt High Energy Laser System for Ion Experiments“) und nhelix
(„Nanosecond High Energy Laser System for Ion Experiments“) einen optimalen Ort zur Durchführung
solcher Experimente. So wurden bereits in der Vergangenheit Arbeiten auf diesem Gebiet mit der Hil-
fe von Wasserstoffplasmen [WHJ+89, G+89] durchgeführt, die aus der Gasphase auf Elektronendichten
von ne = 3·1017 cm−3 und Temperaturen von 2 eV gebracht werden konnten. Weiterhin wurden erste Ex-
perimente mit lasererzeugten Kohlenstoffplasmen durchgeführt [RSS+00, Sue99], die den Temperatur-
und Dichtebereich des Experiments auf bis zu 60 eV und Elektronendichten von ne = 1021 cm−3 anhoben.
Derzeit werden in der Arbeitsgruppe Laser- und Plasmaphysik zwei Ansätze zur Erforschung der Wech-
selwirkung von Ionenstrahlen verfolgt. Eine Variante ist die Erzeugung weicher Röntgenstrahlung mit
Hilfe eines Konvertertargets [Heß10, HBF+11] zur homogenen Heizung eines Kohlenstofftargets, mit
dem der Ionenstrahl anschließend wechselwirkt. Dieses Verfahren wurde erstmals in [Sch11] durchge-
führt. Mit diesem Experimentaufbau werden Plasmen mit hohen Elektronendichten von 1021 cm−3 bis
1022 cm−3 bei Temperaturen von 30− 40eV erreicht. Die andere Variante ist die direkte Bestrahlung ei-
ner dünnen Kohlenstofffolie mit Hilfe eines oder beider Hochenergielasersysteme. In diesem Fall werden
etwas geringere Elektronendichten von 1020 − 1021 cm−3 erreicht. Dafür weisen diese jedoch deutlich
höhere Temperaturen von 150− 200eV auf. Die so bestrahlten Kohlenstofffolien liegen nach erfolgter
Heizung in einem vollionisierten Zustand vor.
Die hier vorliegende Arbeit widmet sich dem zweiten Ansatz. Sie setzt die experimentelle Untersuchung
sowohl der Ladungsverteilung von schweren Ionen als auch insbesondere des Energieverlustes in Laser-
plasmen fort, die in [Rot97] und [Sue99] begonnen wurde. Sie schließt dabei unmittelbar an [Fra08] an,
wo mit Hilfe eines in [Wam06] neu entwickelten Stopdetektors mit hoher Präzision der Energieverlust
in Laserplasmen vermessen wurde. Ebenfalls wurden dort die ersten Schritte in Richtung einer vollstän-
digen theoretischen Beschreibung der Wechselwirkung des Ionenstrahls mit heißer Materie getätigt.
Diese Arbeit führt die experimentelle Untersuchung des Energieverlustes fort. Sie ergänzt die Vermessung
dieser Größe durch die gleichzeitige Vermessung der Ladungsverteilung des Schwerionenstrahls. Gleich-
zeitig wird der experimentelle Aufbau in der Art modifiziert, dass zum ersten Mal die Vermessung des
Energieverlustes ohne einen zu Beginn dieser Arbeit physikalisch nicht verstandenen Rückgang während
der Laser-Plasma-Wechselwirkung möglich ist. Die Verbesserung des Experiments geht dabei einher mit
einer systematischen Weiterentwicklung des theoretischen Ansatzes zur Beschreibung der Wechselwir-
kung des Ionenstrahls mit einem Kohlenstoffplasma. Sie erlaubt die präzise Beschreibung der Evolution
der Ladungsverteilung des Schwerionenstrahls im Plasma als auch dessen Energieverlust. Diese mikro-
skopische Beschreibung verzichtet vollständig auf die Einführung eines effektiven Ladungszustands und
beschreibt sowohl qualitativ als auch quantitativ die im Experiment gewonnenen Daten sowohl im Fall
der austretenden Ladungsverteilung als auch insbesondere im Fall des Energieverlustes.
Die vorliegende Arbeit gliedert sich in die folgenden Teile: Zunächst wird in Kapitel 2 eine Einführung
in die zum Verständnis notwendige Theorie gegeben. Im Anschluss daran wird in Kapitel 3 der experi-
mentelle Aufbau vorgestellt und die Entwicklung der beiden für diese Arbeit wichtigsten Diagnostiken
erläutert. Dabei handelt es sich um ein Spektrometer auf der Basis von polykristallinem Diamant, das
die gleichzeitige Vermessung der Ladungsverteilung und des Energieverlustes eines Schwerionenstrahls
erlaubt, sowie ein sogenanntes Multi-Frame-Interferometer zur Diagnostik der Elektronendichte des Plas-
mas und dessen Expansionseigenschaften. Die Ergebnisse der Vermessung des Energieverlustes und der
Ladungsverteilung werden in Kapitel 4 vorgestellt. Gleichzeitig wird dort eine systematische Verbesse-
rung des Experimentaufbaus betrieben um möglichst optimale Targetparameter für die Vermessung der
genannten Strahlparameter zu erreichen. In Kapitel 5 wird eine theoretische Beschreibung der Ladungs-
verteilung von Schwerionenstrahlen in Kohlenstoffplasmen entwickelt. Mit Hilfe dieses theoretischen
Ansatzes wird der Einfluss der Plasmaparameter auf die verschiedenen Ionisations- und Einfangspro-
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zesse systematisch untersucht und es werden für einen großen Dichte- und Temperaturbereich wichtige
und teilweise unerwartete Systematiken aufgezeigt. Weiterhin wird der Einfluss der aufgezeigten Sys-
tematiken auf die Projektilladungsverteilung durch das lasererzeugte Kohlenstoffplasma untersucht und
anschließend Experiment und theoretische Vorhersagen miteinander verglichen. In Kapitel 6 wird das
theoretische Modell für den Energieverlust erläutert und ein Vergleich mit älteren Modellen durchge-
führt. Die im vorangegangenen Kapitel berechneten Ladungsverteilungen werden mit der Beschreibung
des Energieverlustes verknüpft und auf die im Experiment erzeugten Plasmen angewandt. Den Abschluss




In diesem Kapitel wird eine Einführung in die physikalischen Grundlagen, die zum Verständnis die-
ser Arbeit notwendig sind, gegeben. Im ersten Abschnitt wird eine kurze Zusammenfassung der für diese
Arbeit notwendigen Laser-Plasma-Wechselwirkung gegeben. Dabei liegt der Fokus auf den zum Verständ-
nis des Verhaltens des verwendeten Targets notwendigen Physik. Der darauffolgende Teil beschäftigt
sich mit den beiden Schwerpunkten dieser Arbeit: als übergeordnetes Thema mit dem Energieverlust
von schweren Ionen in kalter Materie und den sich ergebendenen Änderungen im Plasmafall. Weiterhin
werden dort aufgrund des betrachteten Parameterregimes dieser Arbeit die Ladungsaustauschprozesse
von schweren Ionen in beiden Fällen diskutiert. Dieser Abschnitt dient dabei der Gewinnung eines allge-
meinen Überblicks über die Thematik, die konkrete Berechnung von Umladung und Energieverlust wird
ausführlich in den Kapiteln 5 und 6 dargestellt und durchgeführt. Sofern nicht anderweitig erwähnt,
werden die angegebenen Formeln in cgs-Einheiten angegeben.
2.1 Laser-Plasma-Wechselwirkung und Plasmaphysik
Die in dieser Arbeit betrachteten Plasmen wurden mit Hilfe der Hochenergielasersysteme Phelix und
nhelix erzeugt. Mit heutigen Lasersystemen lassen sich Pulse mit äußerst hohen Leistungs- und Ener-
giedichten erzeugen. Bisher konnten Intensitäten von rund 1021 W/cm2 erreicht werden. Über den Pa-
rameterbereich der möglichen Intensitäten zur Plasmaerzeugung von ca. 109 W/cm2 bis hinauf zu dem
besagten Höchstwert spielen eine Vielzahl von Prozessen eine Rolle, die den Rahmen dieses Kapitels
sprengen würden. Für einen allgemeineren und ausführlicheren Überblick über diese Thematik seien
beispielsweise [Eli02] und [MB10] empfohlen. Die in der vorliegenden Arbeit am Target herrschenden
Intensitäten liegen im Bereich von 1011 W/cm2 bis 1012 W/cm2 und es soll im folgenden Abschnitt ein
kurzer Überblick über die auftretenden Prozesse, die zum Verständnis der durchgeführten Experimente
wichtig sind, gegeben werden.
Treffen Laserpulse im besagten Intensitätsbereich auf ein Festkörpertarget, koppeln die Photonen primär
an freie Elektronen an, die auch in einem Festkörper aufgrund seiner Temperatur und durch Verunreini-
gungen vorhanden sind. Diese werden sehr schnell und effektiv beschleunigt und ionisieren auf ihrem
Weg durch den Festkörper weitere Atome. Diese herausgelösten Elektronen werden wiederum durch das
elektrische Feld des Lasers beschleunigt, so dass sich dieser Prozess lawinenartig über die Targetoberflä-
che ausbreitet. Es entsteht somit eine Schicht ionisierter Materie, die während der Dauer des Laserpulses
immer weiter geheizt wird.
Werden freie Elektronen in einem Plasma durch ein entsprechendes elektrisches Feld verschoben, so
erfahren sie durch die entstehende positive Raumladung sofort eine Rückstellkraft. Analog zum harmo-







mit der Dielektrizitätskonstanten ε0. Die Plasmafrequenz hängt im nicht-relativistischen Fall, der für die
vorliegende Arbeit völlig ausreichend ist, nur von der freien Elektronendichte ne ab. Innerhalb einer Zeit-
spanne in der Größenordnung von 100ps bildet sich die sogenannte kritische Dichte ncr heraus, die eine
Grenze für das Eindringen der Laserstrahlung darstellt. Diese Dichte stellt dabei genau die Elektronen-
dichte dar, bei der die einfallende Laserfrequenz ωL der zugehörigen Plasmafrequenz entspricht. Für die
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in dieser Arbeit verwendeten Lasersysteme Phelix und nhelix entspricht dies bei der Grundwellenlänge
von 1,053µm bzw. 1,064µm einer Dichte von ne = 9,92 · 1020 cm−3 bzw. 9,71 · 1020 cm−3, im Falle der
Frequenzverdopplung bzw. Verdreifachung dem jeweils vierfachen bzw. neunfachen dieses Wertes. Ist
die Frequenz der einfallenden Laserstrahlung kleiner als die Plasmafrequenz, so können die Elektronen
dem angelegten Feld folgen. Das Plasma ist für elektromagnetische Strahlung niedrigerer Frequenz als
ωpe intransparent. Die kritische Dichte stellt eine Reflexionsbedingung dar. Dennoch bedeutet dies nicht,
dass nicht auch Absorptionsprozesse insbesondere an dieser Stelle eine wichtige Rolle spielen. Ist die
Laserfrequenz größer als ωpe, so kann die elektromagnetische Welle im Plasma propagieren.
Die besondere Schwierigkeit einer theoretischen Beschreibung eines Plasmas liegt in dem Auftreten von
kollektiven Effekten begründet. In einem Plasma existiert eine Vielzahl an freien Ladungsträgern. Trotz-
dem erscheint das Plasma von außen betrachtet als Gesamtes elektrisch neutral, da auch die freien
Elektronen das Potential der Ionen abschirmen und umgekehrt. Das Einbringen einer Testladung führt
zu einer Umordnung der Verteilung der Ladungsträger bis das Testpotential abgeschirmt ist. Diese Eigen-
schaft wird als Quasineutralität des Plasmas bezeichnet. Sie bedeutet, dass lokal große elektrische Felder
in einem Plasma auftreten können, diese jedoch über eine bestimmte Skalenlänge abgeschirmt werden.






die als charakteristische Abschirmlänge des elektrischen Potentials eines Ions im Plasma φ = Ze
r
e−r/λDe






das Ion umgebenden Wolke genügend groß ist. NDe wird in der Literatur meist als Plasmaparameter be-
zeichnet. Für die in dieser Arbeit betrachteten Laserplasmen mit typischen Elektronendichten zwischen
1019 cm−3 bis 1021 cm−3 bei Temperaturen zwischen 100 und 200 eV ist dieses Konzept zulässig.
Zur Beschreibung eines Plasmas existieren je nach betrachteter Fragestellung verschiedene Ansätze. Für
Details zur kinetischen Theorie und zur tatsächlichen Beschreibung der Bewegungsgleichungen der ein-
zelnen Plasmateilchen sei auf die oben genannte Literatur verwiesen. Für diese Arbeit, in der die Plasmen
auf einer Nanosekundenzeitskala bei hohen Dichten existieren, ist der hydrodynamische Ansatz der üb-
licherweise verwendete. Die Möglichkeit der Beschreibung des Plasmas als eine neutrale oder, im Fall
der Aufspaltung zwischen Ionen und Elektronen, zwei neutrale Flüssigkeiten basiert genau auf der
oben erläuterten Quasineutralität. Den Ansatz bilden die drei Eulerschen Differentialgleichungen der




+ ~∇ · ρ~ui,e= 0 (2.3)
Diese Gleichung drückt die Erhaltung der Masse aus. Hierbei steht ρi,e für die jeweilige Ionen- bzw.
Elektronendichte und ui,e für die Geschwindigkeit des betrachteten Massenelements.




+ρ(~ui,e · ∇)~ui,e +∇P = ~F (2.4)
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Hierbei steht P für den Druck und ~F für die äußeren Kräfte auf die Flüssigkeit.
Die dritte Gleichung ist die Energieerhaltung eines mitbewegten Massenelements und nimmt in der
















= wV +wO + qH + qex t + qaustausch+ qrad (2.5)
Hierbei stehen die Größen ε für die innere Energie, wV und wO für die auftretenden Volumen- und Ober-
flächenarbeit, qH für den Wärmetransport, qex t und qaustausch für externe Wärme- bzw. Energieeinträge
und den Energieaustausch zwischen den beiden Flüssigkeiten. Die Dimensionen in der obigen Gleichung
betreffend sei jedoch angemerkt, dass es sich bei den angegebenen Größen in differentieller Darstel-
lung eigentlich um Energiedichten handelt. Betrachtet man jeweils nur die linke Seite der Gleichungen
ohne äußere Einflüsse, so wird klar, dass es sich hier jeweils für jede Flüssigkeit um drei Gleichungen
mit den vier Unbekannten ρ, ~u, ε und P handelt. Es wird also noch eine vierte Gleichung zur Lösung
dieses Gleichungssystems benötigt. Diese stellt die Zustandsgleichung des jeweiligen Fluids ε = ε(P,ρ)
dar, die die Relation zwischen den verschiedenen thermodynamischen Größen herstellt. Von besonderer
Bedeutung ist in diesem Zusammenhang der Begriff des lokalen thermischen Gleichgewichts (LTE). Die-
ser setzt voraus, dass im Plasma Stoßprozesse gegenüber An- und Abregung durch strahlende Prozesse
dominieren. Das bedeutet, dass im lokalen thermischen Gleichgewicht sich alle Zustandsgrößen im ther-
mischen Gleichgewicht befinden und damit Maxwell-Boltzmann-Statistiken gehorchen, mit Ausnahme
der Strahlung. Dies macht die Verknüpfung der thermodynamischen Größen untereinander mit Hilfe der
Zustandsgleichungen möglich.
Trifft Laserstrahlung auf das Plasma, so kann sie, wie bereits oben erläutert, bis zur kritischen Dichte
eindringen. Dabei wird jene Laserstrahlung zumindest teilweise absorbiert und sorgt somit für einen
externen Energieeintrag qex t in das System. Bei den hier betrachteten Intensitäten stellt die inverse
Bremsstrahlung den dominanten Absorptionsmechanismus dar. Hierunter versteht man den Umkehrpro-
zess der allgemein bekannten Bremsstrahlung, bei dem ein Photon während eines Streuprozesses nicht
emittiert sondern absorbiert wird. Die Dämpfungsrate κiB lässt sich hierbei aus der Bewegungsgleichung















Hierbei steht logΛ für den Coulomblogarithmus. Aus den Maxwellgleichungen für eine freie bewegte
Ladung im Vakuum lässt sich mit Hilfe der Bewegungsgleichung die Dispersionsrelation für transversale






















Für den letzten Schritt wurden Gleichung 2.1 und 2.6 an der kritischen Dichte verwendet. Die Dämp-
fung steigt also insbesondere mit der Dichte des Plasmas und ein Erhöhen der kritischen Dichte führt
zu einer deutlich effektiveren Heizung durch die einfallende Laserstrahlung. Es gibt jedoch noch weitere
Absorptionsprozesse an der kritischen Dichte. So können elektromagnetische Wellen im Plasma sowohl
Elektronenwellen, sog. Plasmonen, als auch ionen-akustische Wellen anregen. Als ein Beispiel für die
Anregung der Plasmonen sei die Resonanzabsorption erwähnt. Laserlicht, welches unter einem Win-
kel einfällt, erreicht aufgrund der sich ergebenden Brechung nicht die kritische Dichte des Plasmas. Ist
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jedoch der Abstand zwischen Umkehrpunkt und kritischer Dichte klein genug, so kann ein Teil des p-
polarisierten Anteils des Lasers aufgrund des exponentiellen Abfalls des Feldes den Ort der kritischen
Dichte erreichen und dort eine Plasmawelle resonant treiben. Die dort erzeugten Elektronen erreichen
teils deutlich höhere Energien. Der Prozess ist im hier betrachteten Intensitätsbereich allerdings in Rela-
tion zur inversen Bremsstrahlung nur von untergeordneter Bedeutung, so dass auch für die Elektronen
keine verschiedenen Temperaturverteilungen berücksichtigt werden müssen.
Wird durch den Laser an irgendeiner Stelle im Plasma Energie deponiert, so muss diese im Plasma weiter
transportiert werden. Dies geschieht bei den hier betrachteten Plasmen vorzugsweise durch zwei Prozes-
se, die Wärmeleitung und den Strahlungstransport. Ersterer erfolgt entgegen des Temperaturgradienten,
so dass sich der folgende Ausdruck ergibt:
qH =−∇ · (κ∇T ) (2.8)
Entscheidend ist in dieser Form die Wahl des Transportkoeffizienten κ, häufig wird dabei die Spitzersche




T 5/2 verwendet. Hier sind Zi die Ionisation, T die Temperatur und logΛ
der Coulomblogarithmus. Die Wärmeleitung nach Spitzer ist eine Näherung des Warmetransports mit-
tels Stößen zwischen den verschiedenen geladenen Teilchenspezies im Plasma, bei der nur die dominant
beitragenden Kollisionen zwischen Elektronen und Ionen berücksichtigt werden. Der Faktor ξ korrigiert
diese Näherung um den Einfluss der Elektron-Elektron-Stöße und liegt für niedrige Ionisationsgrade –
typischerweise steigend mit zunehmenden Zi – zwischen 0,9 und 2,5.
Dem Koeffizienten qH muss nun noch der durch die im Plasma erzeugte Strahlung bedingte Energietrans-
portterm hinzugefügt werden. Dieser Mechanismus ist im Vergleich zur Wärmeleitung, die auf Teilchen-
transport basiert, sehr viel schneller, liefert aber in den meisten Experimentgeometrien nur den kleineren
Beitrag. Die Energiedichte Uν von Strahlung der Frequenz ν in einem Einheitsvolumen am Ort ~r zum
Zeitpunkt t heißt spektrale Energiedichte und hat die folgende Form: Uν(~r, t) = hν
∫
4pi
f (v ,~r, ~Ω, t)d~Ω.
Es wird hierbei über alle Raumwinkel Ω über die Photonenverteilungsfunktion f integriert. Der Ener-
giefluss ~Sν der Strahlung in einem Einheitsvolumen um ~r durch eine Oberfläche der Normalen ~n ist:
~Sν(~r, t,~n) = hνc
∫
4pi
f ~Ω · dΩ (2.9)




+ ~∇ · ~Sν = cκν(Uν ,p − Uν) (2.10)
Hierbei ist κν die Opazität des Materials und Uν ,p die spektrale Strahlungsenergiedichte eines planck-
schen Strahlers. Diese Gleichung muss im Fall der Berücksichtung des Strahlungstransportes bei hydro-
dynamischen Rechnungen ebenfalls gelöst werden. Weiterhin müssen die Opazitäten in Abhängigkeit
der Parameter Temperatur und Dichte bestimmt, bzw. aus entsprechenden Tabellen entnommen werden.
Für weitere Details sei hier auf [ZR02] verwiesen.
Weiter verkompliziert werden die obigen hydrodynamischen Gleichungen durch das Auftreten verschie-
dener Ionisationsgrade im Plasma. Im Rahmen dieser Arbeit werden heiße Kohlenstoffplasmen mit Hilfe
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Abbildung 2.1: Ladungsverteilung eines Kohlenstoffplasmas in Abhängigkeit der Temperatur bei einer
Ionendichte von nI = 1021 cm−3.
von Laserstrahlung erzeugt. Unter der Annahme eines lokalen thermischen Gleichgewichts gehorcht der





















Hier steht nZ für die Anzahldichte der Ionen mit dem Ladungszustand Z, ZZ für die Zustandssumme der
Ionen mit dem Ionisationsgrad Z, IH für die Ionisierungsenergie von Wasserstoff, a0 für den Bohr’schen
Atomradius und IZ für die entsprechende Ionisierungsenergie des Zustandes Z. In Abbildung 2.1 ist
die sich einstellende Ladungsverteilung in Abhängigkeit der Temperatur für ein Kohlenstoffplasma der
Dichte nI = 1021 cm−3 dargestellt. Die Saha-Gleichung wurde dabei wie in Abschnitt 5.5.1 beschrieben
gelöst, die Ionisationsenergien wurden aus [WFD96] entnommen. Gut zu erkennen an diesem Beispiel
ist, dass sich bereits ab einer Temperatur von etwa 20 eV der Ionisationsgrad 4+ als dominant einstellt
und dies über einen großen Temperaturbereich bis etwa 60 eV bleibt. Für höhere Temperaturen werden
auch Elektronen aus der K-Schale von Kohlenstoff ionisiert, so dass schließlich ab einer Temperatur von
140 eV Kohlenstoff nahezu vollionisiert ist. Allerdings bleibt der Beitrag vom Ladungszustand 5+ auch
für Temperaturen von 200 eV noch im Bereich von etwa einem Prozent. Er verschwindet also nicht voll-
ständig.
Abschließend soll noch ein anschauliches Bild von einer typischen Laser-Plasma-Wechselwirkung dar-
gestellt werden, das die oben im Detail beschriebenen Prozesse zusammenfasst. Das erzeugte Plasma
wird üblicherweise in drei charakteristische Bereiche unterteilt: zuerst die Korona, die von der äuße-
ren Grenze des Plasmas in Lasereinfallrichtung bis zur kritischen Dichte des Plasmas reicht und in der
die Laserenergie deponiert wird. Anschließend folgt der Transportbereich, in dem die in der Umgebung
der kritischen Dichte deponierte Energie mittels Wärmeleitung und Strahlung transportiert wird, sowie
der darauf folgende Kompressionsbereich, der durch die vom Ablationsdruck des Plasmas erzeugten
Schockwellen komprimiert und geheizt wird. Diese Bereiche sind in Abbildung 2.2 aus [Eli02] graphisch
dargestellt.
Die Korona stellt nach einer gewissen Wechselwirkungszeit den räumlich am weitesten ausgedehnten
heißen, hochionisierten Teil des Plasmas geringer Dichte dar. In diesem Bereich findet die eigentliche
Wechselwirkung des Lasers mit dem Plasma statt. Die in der Umgebung der kritischen Dichte deponierte
Heizenergie des Lasers wird anschließend von der kritischen Dichte in das Target übertragen. Die Zo-
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Abbildung 2.2: Schematische Skizze der charakteristischen Bereiche der Laser-Plasma-Wechselwirkung
[Eli02].
ne, in der dieser Energietransport stattfindet, zeichnet sich durch eine im Vergleich zur Korona höhere
Dichte und gleichzeitig niedrigere Temperatur aus und reicht bis zur sogenannten Ablationsfront, von
der das Plasma expandiert. Die deponierte Wärme wird dabei durch Wärme- und Strahlungstransport
weitergeleitet. Bei den in dieser Arbeit betrachteten Kohlenstoffplasmen bei Laserintensitäten rund um
5 · 1011 W/cm2 liefert die Wärmeleitung aufgrund der großen Temperaturgradienten den größten Bei-
trag zur Heizung. Aber auch der Strahlungstransport spielt eine Rolle, da er für eine quasi-instantane
Heizung des gesamten Targets sorgt. Die durch den Laser erzeugte Röntgenstrahlung ist dabei eine
Superposition von Linienstrahlung, die durch gebundene (inneratomare/ionische) und gebunden-freie
(radiativer Einfang und photoelektrischer Effekt) Übergänge verursacht wird, und von kontinuierlichen
Energiebändern, die durch freie Übergänge durch Bremsstrahlung erzeugt werden. Alle jene Prozesse
werden hauptsächlich im Bereich hoher Elektronendichten erzeugt, da dort die Wirkungsquerschnitte
für alle genannten Prozesse am größten sind, siehe beispielsweise die Form für die inverse Bremsstrah-
lung in Gleichung 2.7. Insbesondere deshalb spielt für die Erzeugung von Röntgenstrahlung die Größe
der kritischen Dichte eine bedeutende Rolle, was die Bedeutung des Strahlungstransports für die Plas-
mabildung beeinflusst.
Der dritte Bereich in Abbildung 2.2 ist der sogenannte Kompressionsbereich. Er zeichnet sich durch
hohe Dichten und niedrige Temperaturen aus und wird zusätzlich durch die von der Ablationsfront er-
zeugten Schockwellen verdichtet. Da die in dieser Arbeit verwendeten Targets eine Dicke von weniger
als 1µm aufweisen, existiert dieser Bereich nur sehr kurz und ist für das Experiment nur von untergeord-
neter Bedeutung. Gemäß den Simulationsrechnungen sind selbst die Bereiche, die am weitesten von der
kritischen Dichte entfernt sind, bereits nach Zeiten kleiner als 1 ns durch thermische Effekte dominiert
(Strahlungstransport). Somit soll an dieser Stelle nicht weiter auf Schockwellen eingegangen werden.
In diesem Abschnitt wurden nun unabhängig von der Physik des Hauptthemas und Titels dieser Arbeit
zunächst die physikalischen Grundlagen des Targets vorgestellt. Im weiteren Verlauf dieses Theoriekapi-
tels soll nun auf den Energieverlust und die Umladung von Schwerionenstrahlen in Materie eingegangen
werden.
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2.2 Wechselwirkung von Schwerionenstrahlen mit Materie
2.2.1 Allgemeiner Überblick über Energieverlustprozesse
Das Hauptthema der hier vorliegenden Arbeit ist der Energieverlust von Schwerionenstrahlen. Dieser
umfasst prinzipiell ein weites Gebiet, in dem abhängig von der Projektil-Target-Konfiguration und der
Schwerionenenergie unterschiedliche Prozesse sowohl beteiligt als auch dominant sein können. Die be-
teiligten Prozesse, die zum differentiellen Energieverlust S(E) = dE
dx
(üblicherweise als „Stopping Power“
bezeichnet, auch wenn es sich die physikalische Dimension betreffend eigentlich um eine Kraft handelt)
beitragen, können in die folgenden Gruppen eingeteilt werden:
1. Anregung und Ionisation von Targetelektronen
2. Projektilanregung und Ionisation
3. Elektroneneinfang durch das Projektil
4. Stöße mit Atomkernen (nuklearer Energieverlust)
5. Elektromagnetische Strahlung (beispielsweise Tscherenkov- und Bremsstrahlung)
Den Schwerpunkt dieser Arbeit bildet die Beschreibung von mittelschweren Ionen (Argon und Calcium)
bei Energien von 4-5 MeV/u. In diesem Parameterbereich ist der Energieverlust zu mehr als 99% durch
Prozess 1, die Anregung und Ionisation von Targetelektronen, geprägt. Prozess 5 gewinnt erst für sehr
hohe Energien an Bedeutung, wohingegen Punkt 4 nur bei deutlich niedrigeren Energien bedeutsam
wird. Der Energieaustausch aufgrund der Prozesse 2 und 3 liefert auch erst größere Beiträge, wenn sich
die Energie der hier betrachteten Projektile der Region rund um 1 MeV/u nähert, in der es inbesondere
zu schwierig zu berechnenden Mehrfachumladungen bei einem Stoß kommen kann. Jedoch sind die Pro-
zesse indirekt auch für die Anregung und Ionisation von Targetelektronen von großer Bedeutung, da der
sich einstellende Ladungszustand des Projektils zu einer Änderung des zur Wechselwirkung führenden
elektrischen Feldes führt. Der Energieübertrag durch die Kanäle 2-5 soll hier im Folgenden vernachlässigt
werden. Für einen guten Überblick über diese Prozesse und über das gesamte Gebiet seien [Sig04] und
[Sig05] empfohlen.
Der Energiebereich der Ionen wird üblicherweise in drei Regionen unterteilt, exemplarisch für Sauerstoff
in Aluminium in Abbildung 2.3 dargestellt: Je nach Energieintervall müssen verschiedene Beschreibungs-
weisen gewählt werden, um der zugrunde liegenden Physik gerecht zu werden: Im Bereich niedriger
Energie kann der elektronische Energieverlust gemäß [LS61] beschrieben werden. Dieses Energieinter-
vall soll im Weiteren aufgrund mangelnder Relevanz für die vorliegende Arbeit vernachlässigt werden.
Für die mittleren und hohen Energien sollen im folgenden Abschnitt zunächst die bekanntesten theoreti-
schen Ansätze vorgestellt werden, bevor diese dann aufgrund der im weiteren Verlauf des Kapitels noch
aufzuzeigenden Grenzen weiter entwickelt werden.
2.2.2 Klassische und quantenmechanische Beschreibung des Energieverlustes und deren
Verbindung
Unabhängig davon welcher Weg beschritten wird steht am Anfang der Beschreibung des elektronischen
Energieverlustes von schweren Ionen immer zunächst der Stoß eines Projektils mit einem Elektron. Die
grundlegenden Eigenschaften können bereits aus einer einfachen Betrachtung gewonnen werden.
Man betrachtet den Stoß zwischen einem vollionisierten Projektil mit der Kernladung Zp · e und einem
ruhenden Elektron. Das Schwerion bewegt sich mit der Geschwindigkeit vp an diesem auf einer gerad-
linigen Bahn entlang der X-Achse ~r = vp t ~ex + b ~ey vorbei. Der Stoßparameter wird hier wie üblich mit
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Abbildung 2.3: Verschiedene Bereiche des Ionenstoppens exemplarisch dargestellt für Sauerstoff in Alu-
minium aus [Sig05] mit den Daten von [Pau11].
b bezeichnet. Der Impulsübertrag in Bewegungsrichtung mittelt sich heraus, es bleibt der transversale
Anteil in atomaren Einheiten:
∆~p = e ·
∫ ∞
−∞

























mit der Elektronenmasse me. Um den Energieübertrag und damit den differentiellen Energieverlust S(x)
berechnen zu können, muss über alle möglichen Stoßparameter integriert werden. Im Intervall b ... b+
db auf einer Flugstrecke der Länge dx wechselwirkt das Projektil mit 2pibdb d x ZTnT Targetelektronen.
Dabei ist nT die Teilchenzahldichte der Targetatome in einem Gas oder einem Festkörper und ZT deren













Die Integration ist jedoch nicht durchführbar, da das Integral an beiden Grenzen divergiert. Daher müs-






nT · L (2.15)
Die eigentliche Physik des Stoßes ist nun im Coulomblogarithmus L enthalten. Dieser beinhaltet das
Verhältnis aus maximalem und minimalem Stoßparameter. Im Fall der klassischen Theorie von Bohr
[Boh13] ist das folgende Vorgehen möglich. Der minimale Stoßparameter ergibt sich aus dem maximalen








maximale Stoßparameter lässt sich aus dem folgenden Kriterium gewinnen. Ist das stoßende Elektron
gebunden, so gehört zu dieser Bindung eine entsprechende Kreisfrequenz ω. Das einfallende Elektron
erzeugt ein zeitlich variierendes Feld für die Zeit ∆t ≈ b/vp. Ist diese Zeit lang gegenüber der atomaren
Periode 1/ω, so findet in dieser Zeit kein Energieübertrag mehr statt, das Atom reagiert adiabatisch.
Die übliche Grenze, auch als adiabatisches Limit bezeichnet, wird bei ω∆t ≈ 1 gezogen, was zu dem
maximalen Stoßparameter bklassmax = vp/ω führt und der Bohr’sche Coulomblogarithmus wird somit durch






ausgedrückt. Der Energieverlust von schweren Ionen im Fall großer Stoßparameter und kleiner Ener-
gieüberträge im Vergleich zur Bindungsenergie der Targetelektronen hingegen wird von dieser Theorie
nur unzureichend beschrieben. Sie überschätzt den Energieverlust in diesem Parameterbereich. Die klei-
ne Störung gebundener Zustände ist ein störungstheoretisches Problem der Quantenmechanik. Im Fall
einer solchen Rechnung für genügend hohe Projektilenergien und große Stoßparameter erhält man die
bekannte Betheformel [Bet30] mit






Hierbei steht ħhω j für die jeweilige Anregungsenergie des angeregten atomaren Übergangs. Diese wird
jedoch für praktische Berechnungen meist durch die mittlere Anregungsenergie, definiert durch ln I =∑
f j ln(ħhω j), ersetzt. f j sind die statistischen Gewichte der Mittelung, die gerade den Übergangsraten
des Targets entsprechen. Für Kohlenstoff beträgt dieser Wert gemäß [Sig05] rund 86eV und ist damit auf-
grund verbesserter Theorie zu dem häufig verwendeten älteren Standardwert von 81eV leicht gewachsen
(die älteren experimentellen Werte [Smi93] wie auch die neuen stammen meist aus Präzisionsmessun-
gen mit Protonen in einem Energiebereich, in dem komplexere Phänomene wie Schalenkorrekturen und
der Barkas-Andersen-Effekt (siehe Abschnitt 2.2.5) nicht zu vernachlässigen sind).
Die beiden bekannten Formeln für verschiedene Parameterbereiche lassen sich mit Hilfe der Bloch’schen
Theorie zusammenfassen. Zwar soll hier auf die komplexe Rechnung in [Blo33] nicht im Detail einge-
gangen werden. Der entscheidende „Trick“ in dieser Theorie ist die Aufspaltung der Integration über den
zu ermittelnden Energieübertrag in zwei Bereiche des Stoßparameters. Die Grenze bildet hierbei der
Atomradius des Grundzustandes des Targets. Der physikalische Grund für diese Trennung ist der folgen-
de: Ist die übertragene Energie bei einem Stoß für kleine Stoßparameter groß, so spielt die Bindung des
Elektrons keine Rolle mehr und das Bild einer kleinen Störung für die störungstheoretische Betrachtung
im Fall der Bethe-Gleichung bricht in diesem Fall zusammen. Für große Stoßparameter spielt hingegen
die Bindung der Targetelektronen eine entscheidende Rolle und somit liefert der störungstheoretische
Ansatz Bethes sinnvolle Ergebnisse. Der Energieübertrag wird also in der Blochtheorie stoßparame-
terabhängig beschrieben. Eine kompaktere Herleitung dieses Sachverhalts ist in [LS96] gegeben. Der
Bloch’sche Coulomblogaritmus lässt sich schreiben als:














Bei ψ handelt es sich hierbei um die Digammafunktion. Der zusätzlich auftretende Parameter κ =
Zpv0
v
wird Bohrparameter genannt. v0 = c/α= 2,19·106m/s ist die Bohr’sche Geschwindigkeit. Ist der Bohrpa-
rameter klein, so bleibt hier nur die Betheformel übrig. Für große Bohrparameter wird mit Hilfe der Nä-
herung Reψ(1+ i x)≈ log x und ψ(1)≈−0,57721 (Euler-Mascheroni-Konstante) hieraus der Bohr’sche
Coulomblogarithmus in Gleichung 2.16. Die Bloch’sche Theorie sorgt somit für eine Verbindung der stö-
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rungstheoretischen Beschreibung des Energieverlustes von Bethe mit der klassischen Theorie von Bohr.
Für praktische Berechnungen ist die Digammafunktion jedoch eher unhandlich. Eine gute Näherung ist
beispielsweise die Form von Ferrariis und Arista [dFA84] mit:







2.2.3 Der Ladungszustand von schweren Ionen in Materie
Das im vorigen Abschnitt dargestellte Vorgehen erscheint sinnvoll für vollständig ionisierte Projektile,
also Punktladungen. Abhängig von der betrachteten Energie und der Kernladungszahl beginnt ein Pro-
jektil gebundene Elektronen mitzuführen. Dies führt dazu, dass zum einen die Coulombwechselwirkung
aufgrund der unterschiedlichen auftretenden Ladungszustände des Projektils verschieden stark ausfällt.
Der Ladungszustand des Projektils ist für den differentiellen Energieverlust von großer Bedeutung. So
weisen die im vorangegangen Abschnitt vorgestellten Theorien von Bethe, Bloch und Bohr eine qua-
dratische Abhängigkeit von der Kernladungszahl des Projektils auf. Die Abhängigkeit ist zwar gemäß
modernerer theoretischer Ansätze etwas schwächer als von den genannten Theorien postuliert, trotz-
dem bleibt sie bedeutend. Dieser Abschnitt soll nur eine knappe Diskussion der auftretenden Prozesse,
die zum Verständnis der Physik an dieser Stelle notwendig sind, darstellen. Die konkrete Berechnung der
Umladungsprozesse ist recht aufwändig und wird später in Kapitel 5 durchgeführt.
Dringt ein Ionenstrahl mit einer definierten Ladung in Materie ein, so sorgen verschiedene Umladungs-
prozesse für eine Änderung des Ladungszustandes und die Ausbildung einer Ladungsverteilung. Dies
geschieht in Festkörpern und Gasen im Wesentlichen über die folgenden Prozesse:
• Anregung und Ionisation durch Targetionen
Durch die Wechselwirkung mit dem Coulombfeld der Targetatomkerne und der gebundenen Elek-
tronen können Projektilelektronen angeregt oder ionisiert werden. Im Falle einer vorausgegange-
nen Anregung in ein höheres Energieniveau kann es zu weiteren Stößen kommen, die zu einer
weiteren Anregung oder zur Ionisation führen.
• Auger-Prozesse
Wird ein Elektron (Elektron A) aus einer inneren Schale in eine höhere angeregt oder gar ionisiert,
so kann bei dem Übergang eines zweiten Elektrons (Elektron B) aus einer höheren Schale in die
niedrigere die frei werdende Energie auf ein weiteres drittes Elektron (Elektron C) übertragen wer-
den. Übersteigt diese Energie die Bindungsenergie des Elektrons C, so wird es als Auger-Elektron
emittiert.
• Rekombination durch Einfang gebundener Targetelektronen
Dies ist der wichtigste Rekombinationsprozess in nicht vollständig ionisierter Materie. Energie- und
Impulserhaltung werden durch das Targetatom als dritter Stoßpartner erfüllt.
• Rekombination durch strahlenden Elektroneneinfang
Während des Durchgangs des Ionenstrahls durch das Target wird dieses lokal ionisiert. Ein so
erzeugtes freies Elektron kann durch das Projektil eingefangen werden. Energie- und Impulssatz
werden durch Aussendung eines Photons erfüllt.
Die oben genannten Prozesse sind grundsätzlich statistischer Natur. Bei einem homogenen Target, sei es
ein Festkörper oder ein Gas, stellt sich nach einer gewissen Strecke bei einer genügend großen Anzahl an
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Projektilionen ein dynamisches Gleichgewicht zwischen Ionisation und Rekombination ein. Es entsteht





fi steht hierbei für den statistischen Anteil des jeweiligen Ladungszustandes qi. Für gewöhnlich un-
terscheidet sich der Gleichgewichtsladungszustand im Festkörper von dem in Gasen. Dieser erreicht
in Festkörpern meist einen größeren Wert (siehe beispielsweise [Pau11]). Der Grund hierfür ist der
sogenannte Dichteeffekt. Wird ein Elektron in ein höheres Energienievau angeregt, so steigt der Wir-
kungsquerschnitt für eine direkte Ionisation beim nächsten Stoß deutlich (siehe beispielsweise Abschnitt
5.5.2.2). Ist jedoch die mittlere Zeit zwischen zwei Stößen deutlich größer als die mittlere Lebensdauer
des angeregten Zustandes, so wird das angeregte Elektron in den meisten Fällen unter Aussendung eines
Photons wieder in einen niedrigeren Energiezustand fallen. Liegen jedoch die beiden genannten Zeiten
in der gleichen Größenordnung oder ist die mittlere Zeit zwischen zwei Stößen kleiner als die Lebens-
dauer des angeregten Zustandes, so wächst die Ionisationsrate an. Da Festkörper gegenüber Gasen eine
höhere Dichte aufweisen, ist der Gleichgewichtsladungszustand in Festkörpern für gewöhnlich größer
als der in Gasen. Für die Modellierung dieses Effekts ist jedoch eine Betrachtung der einzelnen Schalen
des Projektils nötig.
Eine näherungsweise Berechnung des Gleichgewichtsladungszustandes in Gasen und Festkörpern ist mit
mehreren empirischen und semiempirischen Formeln möglich, beispielsweise von Schiwietz und Grande
[SG01]. Für Festkörper lautet diese:
qeq = Zp
12x + x4










Für Gase lässt sich eine ähnliche Beziehung aufstellen:
qeq = Zp
376x + x4











Verwendet man diese beiden Näherungsformeln, so folgt als Gleichgewichtsladung für Argon im Festkör-
per bei einer Energie von 4 MeV/u ein Wert von qeq = 15,85, bei Calcium mit 4,9MeV/u zu qeq = 17,8.
Der Kaltgasgleichgewichtsladungszustand ergibt sich zu qeq = 15,08, bzw. qeq = 17,04.
2.2.4 Abschirmung des Projektilpotentials durch gebundene Elektronen und effektive Ladung
Im vorigen Abschnitt wurde die Ausbildung der Ladungsverteilung eines Schwerionenstrahls in Materie
beschrieben. Dies macht im Weiteren nicht nur die Berücksichtigung dieser verschiedenen Ladungszu-
stände notwendig, ebenfalls muss der Energieübertrag bei Stößen zwischen Projektil und Targetelektro-
nen aufgrund der Abschirmung des Projektilkernpotentials durch die gebundenen Elektronen auch noch
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Abbildung 2.4: Effektives Ladungsverhältnis für Argon in Kohlenstoff, definiert als γ2 = LAr−C/LHe−C .
Die durchgezogene Linie gilt für die Gleichgewichtsladung, die gestrichelte Line für ein
vollionisiertes Projektil.
stoßparameterabhängig betrachtet werden. Dies macht grundsätzlich die Berücksichtigung der gesamten
Atomphysik von Projektil und Target beim Stoß notwendig. Eine Weile wurde versucht, diesem Problem
durch die Einführung einer effektiven Ladung des Projektils durch Bohr ([Boh41]) zu begegnen. Diese
sollte in der genannten Arbeit zunächst etwa der Gleichgewichtsladung des Projektils in seiner Umge-
bung entsprechen. Eine erweiterte Form stammt von Northcliffe Ze f f = γ · Zp ([Nor63]), in der er die
effektive Ladung in Bezug zum Verhältnis des differentiellen Energieverlustes des Schwerions mit dem
von Protonen in dem jeweiligen Material mit der Ordnungszahl ZT setzte:
γ2 =
S(Zp, ZT ,v )
Z2pS(1, ZT ,v )
(2.25)
Diese Form ersetzte den Ladungszustand in der Bethe- (Gl. 2.17) bzw. Blochformel (Gl. 2.18) und wurde
in einer Vielzahl von Arbeiten verwendet, um Energieverlustdaten zu erklären. Dieses Konzept steht je-
doch von theoretischer Seite auf schwachen Füßen. In Abbildung 2.4 (entnommen aus [SS01]) wird der
Verlauf des effektiven Ladungsverhältnisses γ2 als durchgezogene Linie für Argon in Kohlenstoff gezeigt,
in diesem Fall jedoch bezogen auf den differentiellen Energieverlust von Heliumionen in Kohlenstoff.
Die Berechnung der Stopping Power erfolgte dort mit Hilfe der binären Streutheorie aus [SS00] für
den jeweiligen Gleichgewichtsladungszustand. Ebenfalls gezeigt ist der Fall vollständiger Ionisation des
Argonprojektils als gestrichelte Linie. Der Wert für den Bohrparameter κ = 1 ist als klassisches Limit
eingezeichnet. Aus dieser Darstellung ergeben sich die folgenden Schlüsse:
1. Würde γ2 tatsächlich die Abschirmung des Projektils beschreiben, so müsste die gestrichelte Kurve
bei konstant 1 liegen. Dies ist jedoch eindeutig nicht der Fall und ebenso wenig für andere in der
genannten Publikation untersuchte Projektile.
2. Die Abweichungen zwischen den beiden Kurven ergeben sich recht präzise ab der Stelle, an der
sich der Übergang von der quantenmechanischen zur klassischen Theorie befindet.
3. Des Weiteren bleiben die relativen Unterschiede zwischen den beiden Kurven für geringe Energien,
wo der Unterschied zwischen vollionisierten und abgeschirmten Projektilen groß sein sollte, nur
sehr gering.
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Demzufolge lässt sich die These, dass die effektive Ladung die Abschirmung des Projektilladungszu-
standes wiedergibt, nicht halten. Der Grund für die Änderung der effektiven Ladung ist viel mehr vom
Übergang vom quantenmechanischen ins klassische Bild dominiert und nicht durch den Projektilladungs-
zustand und gebundene Elektronen. Dieses Verhalten wird bei der Beschreibung mittels einer effektiven
Ladung dem Ladungszustand zugeschoben, hat jedoch nichts mit diesem zu tun und ist in diesem Sinn
unphysikalisch. Die genannte Problematik des effektiven Ladungszustandes macht die Anwendung einer
komplexeren Theorie notwendig.
2.2.5 Weitere zu berücksichtigende Prozesse
In den vorangegangen Abschnitten wurde die Notwendigkeit zur Modifikation der Theorien von Bohr,
Bethe und Bloch für Punktteilchen herausgearbeitet und auf die Bedeutung des sich einstellenden La-
dungszustands des Projektils hingewiesen. Dieser macht eine stoßparameterabhängige Betrachtung des
Energietransfers notwendig. Es gibt jedoch noch weitere Effekte bei den Stößen, die je nach Parameterbe-
reich berücksichtigt werden müssen. Eine detaillierte Einteilung der zu berücksichtigenden Prozesse ist
in Abbildung 2.5 dargestellt. Deren Auswirkungen auf den Energieverlust sind dort in Abhängigkeit von
den Projektileigenschaften Energie pro Nukleon und Kernladungszahl Z1 aufgetragen. Die dargestellten
Pfeile deuten an, in welcher Richtung die betrachteten Prozesse wichtig sind.
Abbildung 2.5: Detailliertere Betrachtung der verschiedenen Regime und Theorien des Energieverlustes
für ein Kohlenstofftarget [Sig05] (siehe Text)
Prinzipiell lassen sich die verschiedenen Ansätze zur Berechnung des Energieverlustes in zwei Bereiche
unterteilen. Der erste ist der klassische, der verwendet werden kann, so lange der Streuprozess durch
klassische Trajektorien beschrieben werden kann. Dies ist üblicherweise dann der Fall, wenn der bereits
definierte Bohrparameter κBohr =
2Zpv0
vp
> 1 ist. Praktischer ist die Angabe E/Ap < Z
2
p × 100keV, wo-
bei Ap gerade der Massenzahl des Projektils entspricht. Ist dieses Kriterium erfüllt, ist die Konstruktion
von Wellenpaketen möglich, die den klassischen Bewegungsgleichungen gehorchen. Der Verlauf die-
ses Parameters ist in der obigen Abbildung durch „Klass.“ gekennzeichnet. Der zweite und durch den
Bekanntheitsgrad der Betheformel weithin verbreitetere Ansatz ist die Behandlung des Streuprozesses
in erster Bornscher Näherung, also in erster Ordnung Störungstheorie. Der komplementäre Parameter
zum klassischen Bild ist der sogenannte Sommerfeldparameter, der die Gültigkeit der ersten Bornschen
Näherung begrenzt κSommer f eld =
Zpv0
vp
< 1. Auch dieser lässt sich für die Projektilenergie darstellen:
E/Ap > Z
2
p × 25keV. Hierbei sei angemerkt, dass die Erfüllung dieses Kriteriums keine notwendige Be-
dingung darstellt. Das heißt, der Bereich, in dem ein störungstheoretischer Ansatz sinnvoll ist, kann
durchaus größer sein. Interessant in Abbildung 2.5 sind die folgenden Bereiche:
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• „Schal.korr.“: Dies ist der Bereich, in dem die Bewegung der Targetelektronen etwa der Projek-
tilgeschwindigkeit entspricht und dementsprechend nicht mehr vernachlässigt werden kann. Die
Grenze wird in diesem Bild mit Hilfe der Thomas-Fermi-Geschwindigkeit Z2/3Tar getv0 abgeschätzt.
Das bedeutet, dass der Einfluss von Schaleneffekten bei höheren Z-Materialien deutlich an Stärke
gewinnt. Bei Gold beispielsweise liegt diese Grenze bereits bei 10 MeV/u.
• „Absch.“: Gemäß Bohr [Boh48] behält ein Ion in Materie genau diejenigen gebundenen Elektro-
nen, deren Orbitalgeschwindigkeit die Projektilgeschwindigkeit überschreitet. Diese schirmen das
Projektilpotential zusätzlich ab. Dies definiert die dargestellte Linie erneut anhand der bereits
erwähnten Thomas-Fermi-Geschwindigkeit, jedoch diesmal für das Projektil. Diese Problematik
wurde bereits diskutiert.
• „Anreg.“: Der Begriff „Projektilanregung“ steht hier stellvertretend für die frei werdende Energie
bei den Ladungsaustauschprozessen des Schwerions. Bei den in dieser Arbeit betrachteten Projek-
tilen sind im Bereich von 4 MeV/u bis 5 MeV/u die Umladungsprozesse noch nicht so häufig, dass
sie beim Energieverlust einen relevanten Beitrag liefern.
• Der Vollständigkeit halber seien hier noch die weiteren Bereiche kurz erklärt: „Langs.“ kennzeich-
net anhand der Bohr’schen Geschwindigkeit den Übergang zum niederenergetischen Stoppen
durch Elektronen, „Nukl.“ die Beiträge durch Rutherfordstreuung und „Relativ.“ den Übergang
zu relativistischen Energien. „Pol.“ kennzeichnet die Beiträge durch den Barkas-Andersen-Effekt
[BDH63]. Dieser beschreibt das verschiedene Verhalten des Energieverlustes zwischen Teilchen
positiver und negativer Ladung. Seine theoretische Handhabung ist komplizierter und im hier
betrachteten Energiebereich nur von untergeordneter Bedeutung und soll daher nicht weiter im
Detail diskutiert werden.
2.2.6 Fortgeschrittene Theorien
Die Problematik der Stoßparameterabhängigkeit des Energieverlustes wurde in [GS98] weitergehend
untersucht. Hierbei wird zwischen verschiedenen Stoßparameterregimen unterschieden. Stöße bei
großen Stoßparameter werden mit Hilfe der Dipolnäherung beschrieben. Im Fall mittlerer Stoßparame-
tern wird der klassische Energietransfer auf ein ruhendes Elektron verwendet und im Fall kleiner Stoßpa-
rameter werden die Atomeigenzustände aufgrund der vernachlässigbaren Bindungsenergie durch ebene
Wellen beschrieben. In der angegebenen Veröffentlichung wurde eine verbesserte analytische Interpolati-
on für den Energieverlust über die genannten Stoßparameterbereiche gefunden. Diese Interpolation hat
die Form einer Faltung zwischen einem bestimmten stoßparameterabhängigen Kern und der Elektronen-
dichteverteilung des Targets, woraus der Name CasP („Convolution approximation for swift Particles“)
resultiert.
Diese Form wies jedoch das Problem auf, dass sie bei schwereren Ionen zu einer Überschätzung der
Anregungswahrscheinlichkeit der Elektronen in der Umgebung des Projektils führte, was durch Einfüh-
rung der Blochterme aus Gleichung 2.18 korrigiert wurde und als „Unitary Convolution Approximation“
(UCA) bezeichnet wurde [GS02]. Es handelt sich um eine stoßparameterabhängige Blochtheorie, also
genau das, was für diese Arbeit benötigt wird. Diese Interpolation wurde anschließend durch abge-
schirmte Ionenpotentiale erweitert [dMAGS00], deren Form im CasP-Code mit Hilfe von Hartree-Fock-
Rechnungen modelliert wird. Inzwischen werden auch Schalenkorrekturen und der Barkas-Andersen-
Effekt berücksichtigt. Auf [cas11] wird angegeben, dass die aktuelle Version des Codes, die im Netz
unter dem genannten Link frei erhältlich ist, somit einen Gültigkeitsbereich von ca. 150 keV/u bis 1
GeV/u besitzt. Dies umfasst den gesamten Bereich, in dem der elektronische Anteil des Energieverlustes
der Ionen vorherrschend ist, und der Code ist somit für die Verwendung in dieser Arbeit bestens geeig-
net.
Der Vollständigkeit halber sei an dieser Stelle erwähnt, dass noch an einer Reihe weiterer fortgeschrit-
tener Theorien und Codes gearbeitet wird, die die in den vorangegangenen Abschnitten dargestellten
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Problemstellungen beschreiben können. Dabei werden unterschiedliche Ansätze verfolgt. So stellt die
„Convergent Kinetic Theory“ (CKT) [May02] eine Erweiterung der Bethe-Theorie mit zahlreichen Kor-
rekturen dar. Der sich nach wie vor noch zum Teil in Entwicklung befindende PASS-Code [SS00] basiert
auf einer binären Streutheorie.
Bis zu diesem Punkt wurde ausführlich die Physik von Schwerionen bei Wechselwirkung mit kalter Mate-
rie beschrieben. Die vorliegende Arbeit zielt jedoch auf den Plasmafall. Dabei spielen die bisher aufgelis-
teten Effekte ebenso eine Rolle, es ergeben sich jedoch einige Modifikationen, die im folgenden Abschnitt
erläutert werden.
2.2.7 Änderungen im Plasmafall
Trifft ein Schwerion auf ein Plasma anstatt auf kalte Materie, so kann die Projektilenergie nicht mehr
nur an gebundene, sondern auch an freie Elektronen übertragen werden. Da ein Elektron im Plasma im
Falle einer Anregung jedoch nicht alleine schwingt, sondern eine Störung im Plasma meist eine kollektive
Antwort zur Folge hat, entspricht die Anregungsenergie freier Elektronen im Plasma gerade der Plasmo-
nenenergie Epl = ħhωp mit der Plasmafrequenz aus Gleichung 2.1. Dies bedeutet insbesondere, dass der
Energieübertrag an die freien Elektronen dichteabhängig ist. Zur Orientierung sei hier angemerkt, dass
der Energieübertrag bei einer Elektronendichte von 1021 cm−3 etwa 1 eV entspricht, was auch bei einer
logarithmischen Abhängigkeit wie in Gl. 2.17 bereits einen deutlichen Effekt von etwa einem Faktor zwei
bei einer Projektilenergie von 4 MeV/u verursacht.
Der nächste Punkt, der einer deutlich ausführlicheren Diskussion bedarf, ist die Ladungsverteilung des
Schwerionenstrahls im Plasma. Betrachtet man den Ladungszustand eines Schwerions in einem Plasma-
target, so ändern sich zum einen die in Abschnitt 2.2.3 genannten Wirkungsquerschnitte für neutrale
Targets aufgrund deren Ionisation, zum anderen kommen zusätzliche Ionisations- und Rekombinations-
mechanismen mit freien Elektronen hinzu.
Der Wirkungsquerschnitt für die Ionisation durch Stöße mit den Targetkernen hängt von der Stärke der
Wechselwirkung zwischen Target und Projektil ab. Wird das Target teilweise oder gar ganz ionisiert, so
verringert sich die Abschirmung der Targetkerne und der genannte Wirkungsquerschnitt wird erhöht.
Gleichzeitig wird der Wirkungsquerschnitt für den Einfang gebundener Targetelektronen verringert, da
weniger gebundene Elektronen zum Einfang vorhanden sind. Da jedoch der Einfang aus der innersten
Elektronenschale in der hier betrachteten Projektil-Target-Kombination dominant ist, bleibt dieser der
dominierende Rekombinationsmechanismus, solange das Target nicht vollkommen ionisiert ist.
Zusätzlich erfolgt die Wechselwirkung mit freien Elektronen über die folgenden Prozesse:
• Ionisation und Anregung
Auch bei der Wechselwirkung mit freien Elektronen kann es zur Ionisation und Anregung kom-
men. Bei den hier verwendeten Projektilenergien von 4 MeV/u bis 5 MeV/u erscheinen die freien
Elektronen als ruhend und haben somit eine der Geschwindigkeit des Projektils entsprechende ki-
netische Energie, so dass bei genügend großen Geschwindigkeiten das Schwerion durch Stöße mit
diesen Elektronen ionisiert werden kann. Dieser Prozess ist demzufolge nur bei genügend hohen
Projektilenergien von Bedeutung. In dem in dieser Arbeit durchgeführten Experiment dominiert
jedoch in jedem Fall die Ionisation durch Targetionen.
• Dielektronische Rekombination
Bei der dielektronischen Rekombination handelt es sich um einen resonanten Zweistufenprozess
der Form:
X q++ e−⇒ X (q−1)+∗∗⇒ X (q−1)+∗+ħhω
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Zunächst wird ein freies Elektron in eine höhere Schale eingefangen während gleichzeitig ein
gebundenes Elektron angeregt wird. Beide Elektronen bilden einen doppelt angeregten Zustand
X (q−1)+
∗∗
. Unter Aussendung eines Photons fällt das zu Beginn angeregte Elektron anschlie-
ßend wieder in einen stabilen Zustand zurück. In einem heißen, vollständig ionisierten Plasma bei
geringen Dichten ist dies der dominierende Rekombinationsmechanismus.
• Dreikörperrekombination
Als Dreikörperrekombination bezeichnet man den Prozess, bei dem beim Einfang eines freien Elek-
trons durch das Projektil Energie und Impuls auf ein weiteres an der Wechselwirkung beteiligtes
Elektron übertragen werden.
X q++ e−+ e−⇒ X (q−1)++ e−
Dieser Prozess ist nur bei hohen Dichten und niedrigen Plasmatemperaturen von Bedeutung.
2.2.8 Fazit für die Beschreibung des Energieverlustes von Schwerionenstrahlen in lasererzeugten
Plasmen
Ziel dieser Arbeit aus theoretischer Sicht ist die Beschreibung des Energieverlustes von mittelschweren
Ionen (Experimente mit Argon und Calcium) bei Energien von 4 MeV/u bis 5 MeV/u. Aus der bis hier
erfolgten Zusammenstellung der theoretischen Grundlagen lassen sich nun die folgenden Konsequenzen
ziehen:
• Bei der Beschreibung ist die Beschränkung auf den elektronischen Energieverlust zulässig.
• Die weit verbreiteten „einfachen“ Theorien von Bohr, Bethe und Bloch sind im konkreten Anwen-
dungsfall unzureichend. Aufgrund der Existenz gebundener Elektronen ist eine stoßparameterab-
hängige Berechnung des Energieverlustes mit abgeschirmten Projektilpotentialen notwendig, was
die Verwendung einer effektiven Ladung nicht leisten kann und damit zu falschen physikalischen
Ergebnissen führt. Dies erfordert den Übergang zur Anwendung fortgeschrittener Theorien, im
konkreten Fall wird der CasP-Code in modifizierter Form (siehe Abschnitt 6.1) für Plasmen ver-
wendet.
• Die Verwendung dieses Codes benötigt die Modellierung des Ladungszustandes der schweren Ionen
in Materie und in Plasmen.
• Diese Beschreibung muss ebenfalls Schaleneffekte des Projektils berücksichtigen, da die erzeugten
Plasmen mit Temperaturen von 100 eV bis 200 eV eine hohe Dynamik aufweisen, wodurch sich
Dichte- und Temperaturgradienten herausbilden, die nicht vernachlässigt werden können, und der
sich einstellende Ladungszustand von diesen Parametern abhängt.
Ein solcher theoretischer Ansatz wird in den Kapiteln 5 und 6 vorgestellt.
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3 Experimenteller Aufbau
In diesem Kapitel wird der systematische Aufbau der in dieser Arbeit durchgeführten Experimente zur
Bestimmung des Energieverlustes und der Ladungsverteilung von schweren Ionen in lasererzeugten
Plasmen vorgestellt. Im Anschluss daran werden die wichtigsten Eigenschaften der am Messplatz an-
geschlossenen Großgeräte vorgestellt und diese mit den wichtigsten verwendeten und vor allem den neu
entwickelten Diagnostiken für Ionenstrahlen und Laserplasma erläutert.
3.1 Systematischer Aufbau der Experimente
Am Messplatz Z6 des GSI Helmholtz-Zentrums für Schwerionenforschung steht die weltweit einmali-
ge Kombination aus inzwischen zwei Hochenergielasersystemen und einem Schwerionenstrahl zur Ver-
fügung. Die beiden Lasersysteme können zum Heizen eines Targets in den Plasmazustand verwendet
werden, das gleichzeitig von einem Ionenstrahl durchquert wird. Das Thema dieser Arbeit ist die Ver-
messung des Energieverlustes dieses Ionenstrahls und daran gekoppelt auch eine Vermessung des sich
einstellenden Ladungszustandes. Da im Verlauf der vorliegenden Arbeit mehrere Experimente durchge-
führt wurden, unterscheiden sich die in Kapitel 4 vorgestellten Versuchsaufbauten im Detail. Allerdings
handelt es sich immer um ein Flugzeitexperiment, dessen systematischer Aufbau in Abbildung 3.1 darge-
stellt ist. Das Target wird dabei in allen Fällen vom Ionenstrahl mit einer Frequenz von entweder 36 oder
Abbildung 3.1: Prinzipieller Aufbau des Energieverlust- und Umladungsexperiments an Z6.
108 MHz bei einer typischen Pulsbreite von 2-3 ns (FWHM-Halbwertsbreite) durchquert. Diese Frequenz
entspricht der Mikrostruktur des Beschleunigers. Der Durchmesser des Ionenstrahls wird mit Hilfe einer
kleinen Blende auf 500µm in einigen wenigen Zentimetern Abstand vom Target reduziert. Gleichzeitig
werden in den Experimenten große Laserfoki von 1 mm Durchmesser, also gerade dem doppelten Wert
des Ionenstrahldurchmessers, verwendet. Dies geschieht aus der Überlegung heraus, dass sich transver-
sal zur Ausbreitungsrichtung des Ionenstrahls keine Flugzeitunterschiede ergeben sollen. Idealerweise
soll keines der Ionen, das das Target durchquert, unabhängig davon an welchem Ort im Wechselwir-
kungsbereich dies geschieht, einen Flugzeitunterschied aufgrund einer eventuell verschiedenen lokalen
Flächenbelegung aufgeprägt bekommen. Da die Ionen von den jeweiligen Detektoren nicht ortsaufgelöst
(insbesondere nicht in der Wechselwirkungsebene) aufgenommen werden, hätten Inhomogenitäten des
Targets einen deutlichen Einfluss auf die Qualität der experimentellen Daten. Dementsprechend wird ei-
ne möglichst starke Homogenisierung der Intensitätsverteilung mit Hilfe von sogenannten Phasenplatten
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Abbildung 3.2: Verschiebung der Ankunftszeit der Mikropulse aufgrund einer Erhöhung des Energie-
verlustes (blau: tatsächliche Ankunftszeit; grau: erwartete Ankunftszeit bei konstantem
Energieverlust).
angestrebt. Ausgehend von den in den verschiedenen Experimentkampagnen gewonnenen Erkenntnis-
sen ergab sich im Verlauf der Arbeit die Notwendigkeit zur Modifikation des Aufbaus, weshalb teilweise
nur ein Heizlaser von verschiedenen Seiten oder beide gleichzeitig von jeweils entgegengesetzten Seiten
eingesetzt wurden. Der konkrete Aufbau der Experimente wird jeweils in den Unterkapiteln von Kapi-
tel 4 angegeben. Nach der Wechselwirkung durchqueren die Ionen eine Flugstrecke von 12,13 m, bis
sie von einem Flugzeitdetektor detektiert werden. Weiterhin besteht am Strahlzweig des Messplatzes
die Möglichkeit der Verwendung eines Dipolmagneten zur Aufspaltung der Ladungszustände des Ionen-
strahls am Ende der Flugstrecke. Wird der alternative Strahlengang mit Hilfe des Dipols kurz vor Ende
der Flugstrecke gewählt, ist die Distanz mit 11,77 m etwas kürzer. Die Flugzeitmessung basiert dabei auf
dem in Abbildung 3.2 dargestellten Prinzip. Das kalte Target wird vom Ionenstrahl des Beschleunigers
durchquert. Am Detektor werden also regelmäßig ankommende Pulse mit der der Mikrostruktur des Be-
schleunigers entsprechenden Frequenz registriert. Diese sind gegenüber dem Wert für das Vakuum um
den sich aus dem Energieverlust des kalten Targets ergebenden Flugzeitunterschied verzögert. Wird das
Target nun in den Plasmazustand geheizt und ergibt sich so eine Energieverluständerung, im Fall von
Abbildung 3.2 die gemäß Theorie erwartete Erhöhung, und damit ein Flugzeitunterschied, so werden
die das Plasma durchquerenden Pulse in ihrer Ankunftszeit verzögert. Jeder Mikropuls entspricht somit
einem Messpunkt für die Flugzeit und gegebenenfalls für die Ladungsverteilung.
Der weitere Verlauf dieses Kapitels gliedert sich in die folgenden Abschnitte. Zunächst werden kurz die
wichtigsten Parameter des verwendeten Linearbeschleunigers der GSI vorgestellt und ausgehend von
dessen Strahlcharakteristika die für die Experimente verwendeten und zum Teil neu entwickelten Dia-
gnostiken des Ionenstrahls erläutert. Im Anschluss daran wird genauer auf die Erzeugung des Plasmas
mit Hilfe der beiden Hochenergielaser der GSI eingegangen. Beide Systeme werden knapp erläutert und
anschließend werden die wichtigsten verwendeten und ebenfalls zum Teil weiter entwickelten Plasma-
diagnostiken vorgestellt.
3.2 Der GSI-Linearbeschleuniger
Die GSI-Beschleunigeranlage lässt sich im Wesentlichen in zwei Bereiche unterteilen. Der erste Teil ist
der Linearbeschleuniger UNILAC („Universal Linear Accelerator“), der u.a. als Injektor für das sich als
zweiten Teil anschließende Schwerionensynchrotron (SIS) dient, das Schwerionen auf bis zu 90 % der
Lichtgeschwindigkeit beschleunigen kann. Diese Ionenstrahlen können zu den Experimentierplätzen u.a.
in den Experimentellen Speicherring (ESR) injiziert werden. Die in dieser Arbeit vorgestellten Experi-
mente wurden am Messplatz Z6 durchgeführt. Dieser ist an den UNILAC angeschlossen, weshalb der
Linearbeschleuniger im Folgenden ausführlicher vorgestellt wird.
Der UNILAC (siehe Abbildung 3.3) bietet die Möglichkeit, Ionen aller Elemente von Protonen bis hinauf
zu Uran auf Energien von 3,6− 20MeV/u zu beschleunigen. Er kann über drei verschiedene Injektoren
mit unterschiedlichen Ionen befüllt werden. Der sogenannte Nord- und der Südinjektor am westlichen
22
Abbildung 3.3: Schematische Skizze des Linearbeschleunigers UNILAC aus [gsi11].
Ende des UNILAC erzeugen Ionen mit niedriger Ladungszahl und geringer Energie. Diese werden zu-
nächst in eine RFQ-Struktur (Radio Frequency Quadrupole) bei einer Frequenz von 36,136MHz ein-
gekoppelt, darin beschleunigt, um anschließend in einem Gas-Stripper hochgeladen zu werden. Durch
die RFQ wird dem Ionenstrahl eine Mikrostruktur der eben genannten Frequenz aufgeprägt. Dies ent-
spricht einem zeitlichen Abstand der Mikropulse von 27,673ns. Des Weiteren kann der UNILAC mit dem
HLI (Hochladungsinjektor) nördlich des UNILAC gespeist werden. Dieser verwendet eine EZR-Quelle
(Elektron-Zyklotron-Resonanz) und anschließender RFQ- und IH-Struktur, mit der hochgeladene mit
108,408MHz gepulste Ionenstrahlen erzeugt werden. Unabhängig davon aus welcher Quelle stammend,
werden die Ionenpulse im nächsten Schritt in die vier Alvarez-Driftröhrenbeschleunigerstrukturen gelei-
tet. Diese arbeiten mit einer Frequenz von 108,408MHz und erhöhen die Ionenenergie stufenweise auf
3,6−11,4MeV/u. Die aus dem HLI stammenden Ionen füllen hierbei jede Alvarez-Periode, die aus Nord-
und Südinjektor nur jede dritte. An den Alvarez schließen sich noch weitere Einzelresonatoren an, mit de-
ren Hilfe jede Energie bis zu 20MeV/u eingestellt werden kann. Der so beschleunigte Ionenstrahl wird
mit Hilfe von Dipol- und Quadrupolmagneten, sowie von Strahldiagnosekammern (Position → Gitter,
Intensität → Faraday-Cups, Transformatorspulen) an die entsprechenden Experimentierplätze geleitet,
bzw. zur weiteren Beschleunigung in das SIS injiziert.
Für die an Z6 ankommenden Schwerionenpulse ergeben sich zusammenfassend die folgenden Eigen-
schaften: Die ankommenden Ionenstrahlen sind gepulst, je nach Quelle ergibt sich ein zeitlicher Abstand
der Pulse von 27,673 oder 9,224ns. Die Mikropulsbreite beträgt aufgrund der Energieunschärfe und der
Driftstrecke zwischen dem letzten Resonator und dem Experimentierplatz ca. 2-3 ns (FWHM). Die longi-
tudinale Form des Mikropulses lässt sich durch eine Gaußsche Verteilung approximieren. Des Weiteren
ist dem Ionenstrahl durch die Netzfrequenz eine 50 Hz-Struktur aufgeprägt, die einem zeitlichen Ab-
stand der Makropulse von 20 ms entspricht. Da die in dieser Arbeit beschriebenen Experimente jedoch
meist parasitär zu einem Hauptexperiment durchgeführt werden, ist der Betrieb mit 5 Hz der übliche.
Dies spielt bei der Synchronisation mit den beiden Lasersystemen Phelix und nhelix eine wichtige Rolle.
Der Makropuls selbst ist dabei meist 5 ms lang.
Weitere detaillierte Informationen über den UNILAC sowie über die gesamte Beschleunigeranlage der
GSI finden sich beispielsweise in [gsi11].
23
3.3 Ionenstrahldiagnostik
Ausgehend von den Strahlparametern des UNILAC und dem in Abschnitt 3.1 vorgestellten Versuchsauf-
bau ergaben sich für die hier vorliegende Arbeit die folgenden Anforderungen: Es wird ein Flugzeitde-
tektor zur „einfachen“ Vermessung des Energieverlustes benötigt, der den sich aus dem Experiment erge-
benden Anforderungen entspricht. Ein solcher Detektor basierend auf polykristallinem Diamant wurde
bereits in [Wam06] entwickelt und in [Fra08] erfolgreich verwendet. Daraufhin folgte die Idee der Kon-
struktion eines Ladungsspektrometers ebenfalls auf Diamantbasis, aufgrund diverser Vorteile gegenüber
dem bereits vorhandenen System [Sue99]. Die Entwicklung dieses Spektrometers und eine Diskussion
der Vorteile wird im folgenden Abschnitt beschrieben.
3.3.1 Aufbau und Konstruktion des Ladungsspektrometers
Im Rahmen dieser Arbeit soll neben der Vermessung des Energieverlustes des Schwerionenstrahls auch
die experimentelle Bestimmung seiner Ladungsverteilung erfolgen. Es muss sich hierbei darauf be-
schränkt werden, die Ladungsverteilung des Schwerionenstrahls nach der Wechselwirkung mit dem
Plasmatarget aufzunehmen, wie in Abbildung 3.1 dargestellt. Die Vermessung der Ladungsverteilung
des Ionenstrahls im Target selbst ist insbesondere im Fall eines stark strahlenden Plasmas im Experi-
ment leider nicht möglich. Die im Experiment erzeugten Plasmen haben eine Lebensdauer von – je nach
genauer Konfiguration – 15-30 Nanosekunden und sind in diesem Zeitrahmen von einer noch kürze-
ren Dynamik geprägt, so dass sich die Plasmaparameter Dichte, Temperatur und Ionisationsgrad sehr
schnell ändern. Das macht eine Vermessung mit einzelnen Teilchen, wie dies beispielsweise in [BRH06]
durchgeführt wurde, aufgrund der Laserexperiment-Wiederholfrequenz von einem Schuss pro Stunde
nicht durchführbar. Ebenfalls gestaltet sich die Aufnahme der charakteristischen Röntgenstrahlung bei
Übergängen im Projektil schwierig. Diese würde vom Leuchten des heißen Plasmas überstrahlt werden,
ganz abgesehen von den sehr geringen Photonenzahlen, die sich aus der Anzahl von ca. 103-104 Teil-
chen pro Mikropuls ergeben. Dementsprechend muss sich dieses Experiment auf die Aufnahme der aus
dem Plasma austretenden Ladungsverteilung beschränken. Hierfür kann am Messplatz Z6 ein Dipol im
Strahlzweig zur Aufspaltung der Ladungszustände genutzt werden, die dann von einem Detektor aufge-
nommen werden müssen. Dies wurde in der Vergangenheit bereits mit Hilfe der Kombination einer MCP
und einer Streakkamera durchgeführt [Sue99]. Diese Experimente haben zu interessanten Ergebnissen
geführt, allerdings birgt die Methode einige Nachteile. So verfügt eine MCP zwar über eine große Anzahl
von Kanälen, allerdings besitzt jeder Kanal eine nicht zu vernachlässigende Totzeit. Dies führt insbeson-
dere in Anbetracht der Länge eines Makropulses des Beschleunigers zu Ungenauigkeiten und zu einer
unbefriedigenden Linearität zur einfallenden Teilchenzahl. Des Weiteren bringt die Verwendung einer
Streakkamera den Nachteil mit sich, dass aufgrund der intrinsisch notwendigen Schlitzblende nur ein
Teil des Ionenstrahls zur Aufnahme der Ladungsverteilung herangezogen wird. Außerdem gestaltet sich
die parallele Messung des Energieverlustes des Ionenstrahls schwierig.
Die genannten Probleme motivierten so, gepaart mit den guten Erfahrungen beim Einsatz von poly-
kristallinen CVD-Diamantdetektoren als Detektoren für Schwerionenstrahlen beispielsweise in [Wam06,
FBG+10, BBM+01], die Konstruktion eines Ladungsspektrometers auf Diamantbasis. Die Anforderungen
an das Spektrometer gestalten sich dabei wie folgt:
• Es soll die Vermessung der Ladungsverteilung von mittelschweren Ionen bei UNILAC-typischen
Energien von 4-8 MeV/u erlauben, wobei der Fokus auf den geringeren Energien liegt.
• Es benötigt eine hinreichende Strahlungshärte gegenüber dem relativ hohen Strom des UNILAC-
Makropulses. Insbesondere eine mögliche Aufzeichnung eines größeren Bereichs aus dem Ma-
kropuls des Beschleunigers im Bereich von einigen Mikrosekunden ohne Einschränkung bei der
Zeitauflösung des Detektors ist wünschenswert.
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• Es muss eine lineare Antwort gegenüber der einfallenden Ionenstrahlintensität besitzen zwecks
Bestimmung genau dieser Menge an einfallenden Teilchen. Weiterhin müssen die Detektoren groß
genug sein, um den gesamten Strahl aufnehmen zu können.
• Der Detektor muss sowohl über kurze Anstiegs- als auch Abfallzeiten verfügen. Erstere werden für
eine hinreichend genaue Auflösung des Energieverlustes des Schwerionenstrahls benötigt, zweitere
für eine Auflösung der maximal 108 MHz-Mikrostruktur des Beschleunigers.
• Der Detektor benötigt für die genannten Energien eine hinreichend hohe Sensitivität zur Detekti-
on von Einzelteilchen zwecks Kalibrierung, sollte aber gleichzeitig nicht so sensitiv sein, dass die
Gefahr der Übersättigung bei den gegebenen Strahlströmen besteht.
Eine detaillierte Diskussion der möglichen Detektorarten ist in [Cay09] dargestellt und soll an dieser Stel-
le nicht wiederholt werden. In Zusammenarbeit mit dem Autor der genannten Arbeit ist die Konstruktion
des hier beschriebenen Spektrometers durchgeführt worden. Die oben aufgelisteten Punkte werden sehr
gut von Diamant als Material erfüllt. Die Strahlungshärte ist durch die sp3-Hybridbindungen gegeben.
Für Diamant wird eine Energie von 80 eV (zum Vergleich Silizium 28 eV) benötigt, um ein Atom aus
dem Gitter herauszulösen. Des Weiteren ist die große mechanische Härte von Diamant bekannt. Die
Sensitivität mit einer Energie zur Erzeugung eines Elektron-Loch-Paares von ca. 13 eV ist ebenfalls aus
zwei Gründen ein guter Wert. Zum einen bietet der Wert die Möglichkeit zur Kalibration des Detektors
mittels Einzelteilchenmessungen. Die Sensitivität reicht bei genügend hoher Verstärkung aus. Gleichzei-
tig ist diese aber auch nicht zu hoch, so dass die Aufnahme der hohen Beschleunigerströme problemlos
möglich bleibt. Zum anderen sorgt die hohe Bandlücke von Diamant für eine intrinsische ladungsträger-
freie Zone. Dies ermöglicht sowohl den problemlosen Betrieb bei Raumtemperatur als auch die direkte
Metallisierung des Diamanten ohne eine vorherige Dotierung und das Anlegen einer Sperrspannung.
Ebenso wichtig ist die zeitliche Präzision der Diamantdetektoren zur Bestimmung der Ankunftszeit der
Ionenpulse und damit des Energieverlustes. Dies erfordert eine möglichst steile Anstiegsflanke des Detek-
tors. Diese wurde in verschiedenen Arbeiten mit verschiedenen Proben vermessen und es wurden immer
Werte deutlich kleiner als 100 ps gefunden (siehe beispielsweise erneut [Wam06, BBM+01]). Setzt man
sich zum Ziel Änderungen im Energieverlust von mehr als 5% bei einer typischen Projektilenergie von
4MeV/u und einer typischen Targetdicke von 0,5µm mit dem System detektieren zu können, ergibt
sich damit als minimale Anforderung an das Spektrometer eine Zeitauflösung von etwa 150 ps. Das
ist ein Wert, der von Diamant folglich problemlos erfüllt wird. Die guten zeitlichen Eigenschaften von
Diamant sind durch die hohen Beweglichkeiten von Elektronen und Löchern (2200 und 1600 im Ver-
gleich zu 1500 und 600 cm2V−1s−1 bei Silizium) gepaart mit einem hohen spezifischen Widerstand von
mehr als 1011Ωcm begründet. Die Möglichkeit zum Anlegen hoher elektrischer Felder (ca. 2 V/µm bei
polykristallinem Diamant, bis zu 5 V/µm im Fall von monokristallinem Diamant) an den Diamanten in
Zusammenspiel mit den hohen Beweglichkeiten sorgt für kurze Signale.
Bei Diamantdetektoren sind grundsätzlich zwei Typen zu unterscheiden: polykristalliner und monokris-
talliner Diamant. Hergestellt werden beide Typen durch Abscheidung aus der Gasphase (CVD - „Chemical
Vapour Deposition“) auf ein Substrat. Das CVD-Verfahren ist beispielsweise ausführlich in [SD94] be-
schrieben. Je nach verwendetem Substrat kann die eine oder die andere Kristallform gezüchtet werden.
Wird ein Siliziumsubstrat verwendet, so entstehen aufgrund der unterschiedlichen Gitterkonstanten von
Diamant und Silizium verschiedene säulenartige Diamantkörner, die nach oben wachsen. Zur Erzeugung
monokristalliner Proben wird ebenfalls ein monokristalliner Diamant als Substrat benötigt. Im ersten Fall
kommt es somit zu zahlreichen Fehlstellen zwischen den einzelnen Kristallen im Gitterverbund, die als
Fallen für Ladungsträger wirken. Dies hat den großen Nachteil, dass je nach Trajektorie des zu detektie-
renden Ions eine verschiedene Anzahl an Ladungsträgern erzeugt wird. Damit werden von Einzelteilchen
zu Einzelteilchen verschiedene statistisch verteilte Signalhöhen und -flächen erzeugt. Dies ist zunächst
diametral zum Ziel einer möglichst linearen Antwort des Detektors zum einfallenden Teilchenstrom.
Allerdings bieten polykristalline Detektoren den Vorteil, dass große Detektorflächen sowohl überhaupt
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möglich als auch zu deutlich günstigeren Kosten erhältlich sind. Weiterhin sind die Signale des Detektors
etwas schmaler im Vergleich zum monokristallinen Diamanten. Die entsprechenden Fehlstellen führen
zu einem vorzeitigen Zusammenbrechen des erzeugten Feldes, da im polykristallinen Diamant der Groß-
teil der erzeugten Ladungsträger dort rekombiniert. Dementsprechend hat die monokristalline Form den
großen Vorteil, dass die Antwort auf den einfallenden Strom äußerst linear ist, da es in ihm nur sehr
wenige Fehlstellen gibt. So wurde in [BDB+03] die Ladungssammlungseffizienz zu 96,3% bestimmt, im
polykristallinen Fall jedoch nur zu 22,1%. Die mit monokristallinem Diamant erreichbaren Flächen sind
jedoch deutlich kleiner als bei polykristallinem Diamant.
Aus den genannten Vor- und Nachteilen ergeben sich im Wesentlichen zwei Fragen: Zum einen welche
Abmessungen des Ionenstrahls für die verschiedenen Ladungszustände bei verschiedenen Projektiltypen
und -energien zu erwarten sind und zum anderen wie stark sich die Signalfluktuationen auch bei den
hohen Teilchenzahlen pro Mikropuls auswirken. Diese Fragen werden in der nachfolgenden Tabelle und
Abbildung 3.4 beantwortet.



















Mit Hilfe des Programms MIRKO1 wurde der Strahlverlauf von verschiedenen Ionensorten bei verschie-
denen Energien im Z6-Strahlzweig berechnet und auf möglichst geringe Strahldurchmesser in der De-
tektorebene optimiert. In der obigen Tabelle sind die Ergebnisse dieser Rechnungen für drei Ionensorten
bei verschiedenen Energien representativ für einen leichten (Neon), mittelschweren (Argon) und einen
schweren Fall (Zink) zusammengetragen. Aufgelistet sind dabei der Projektiltyp, dessen Energie, die
Separation der einzelnen Ladungszustände durch den Dipol sowie die maximale Breite und Höhe des
flächenmäßig größten Ladungszustands in der Detektorebene. Gerechnet wurden die Abmessungen von
fünf Ladungszuständen rund um den gerundeten Gleichgewichtsladungszustand mit den jeweils beiden
nächsten Nachbarn (bei Argon beispielsweise 14+,15+,16+,17+,18+) des jeweiligen Elements in Koh-
lenstoff. Der Gleichgewichtsladungszustand wurde mit Hilfe von Gleichung 2.21 berechnet. Mit diesen
fünf Ladungszuständen kann mehr als 95% der Ladungsverteilung vermessen werden, und im Fall der
etwas leichteren Ionen als Zink ist dieser Anteil sogar noch größer. Aus der obigen Tabelle lässt sich
erkennen, dass sich bereits für mittelschwere Ionen (Argon) minimale Abmessungen eines möglichen
Ladungsdetektors von 5x17 mm2 ergeben. Die Abmessungen des leichten Falls Neon sind dabei nicht
sehr aussagekräftig, da bereits bei einer Energie von 4MeV/u Neon mit einem Gleichgewichtsladungs-
zustand von Qmean,FK = 9,51 im Festkörper zu einem großen Teil vollionisiert ist und der Beitrag von
Ne8+ und Ne7+ zur gesamten Ladungsverteilung nicht sehr groß ist. Auch eine Untersuchung der Än-
derungen im Plasmafall würde sich hier schwierig gestalten, da die zu erwartenden Änderungen nur
äußerst klein sind. Der Unterschied beim mittleren Ladungszustand zwischen Gasphase und Festkörper
beträgt beispielsweise nur etwa ∆QFK/GasNe = 0,08. Demzufolge wurde bei der Konstruktion des Spek-
trometers der Schwerpunkt auf Elemente schwerer als Neon gelegt. Auch wenn wie in der obigen Tabelle
1 http://www.gsi.de/beschleuniger/groups/FSY/projekte/struktur_ionenoptik/MIRKO_e.html - 08/2011
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zu erkennen die Strahldurchmesser aufgrund der höheren Steifigkeit der schwereren Elemente kleiner
werden, so ist doch eine Größe von 20 mm auf einer Achse notwendig. Zum Zeitpunkt der Konstruktion
des Spektrometers betrug die maximale kommerziell erhältliche Fläche von monokristallinem Diamant
etwa 5x5 mm2. Zwar ließe sich natürlich jeder Detekor aus mehreren dieser Diamanten zu den benö-
tigten Flächen zusammensetzen, allerdings würden mit dieser Methode die benötigten Stückzahlen und
damit die Kosten deutlich steigen. Weiterhin würden die bei dieser Konstruktion zwangsläufig entstehen-
den leeren Flächen zwischen den einzelnen Diamanten den großen Vorteil der fast perfekten Linearität
zum einfallenden Strahlstrom verringern. Diese Punkte motivierten die Untersuchung, wie stark sich die
Fluktuation der Flächen der Antwortfunktion von polykristallinem Diamant auf das zu detektierende Si-
gnal bei den zu erwartenden Teilchenzahlen von einigen 100 pro Ladungszustand je Mikropuls auswirkt.
Zur Überprüfung dieses Sachverhalts wurden die Einzelteilchensignale des 20,5µm dicken, im Rahmen
von [Wam06] entwickelten, Diamanten aufgenommen und aus den detektierten Flächen eine statistische
Verteilung erstellt. Mit Hilfe dieser wurden Monte-Carlo-Simulationen durchgeführt, um die Streuung
der Signalflächen in Abhängigkeit von der einfallenden Teilchenzahl zu ermitteln. Die Ergebnisse dieser
Rechnung sind in Abbildung 3.4 dargestellt. Aus dieser Grafik ist zu erkennen, dass die Signalfluktua-
Abbildung 3.4: Die Fluktuationen eines polykristallinen Diamantdetektors in Abhängigkeit von der ein-
fallenden Teilchenzahl.
tionen für geringe Strahlströme eine bedeutende Rolle spielen, sie jedoch mit steigendem Strahlstrom
relativ schnell sinken und für diesen untersuchten Detektor bereits ab 100 Teilchen pro Mikropuls mit
einem Fehler von kleiner als 5% nur noch eine geringe Rolle spielen. Demzufolge eignet sich polykristal-
liner Diamant entgegen der vorläufigen Bedenken sehr wohl für die angedachte Anwendung und wurde
entsprechend den bisher dargestellen Argumenten als Detektormaterial verwendet.
Die genauen Spezifikationen des Detektorsystems sehen nun wie folgt aus:
Die Fläche des Diamants wurde zwecks einer hinreichenden Abdeckung der zu erwartenden Strahlprofile
zu einer Fläche von 7x20 mm2 gewählt. Da sich in der Praxis gezeigt hat (siehe Abbildung 3.5a), dass die
im Experiment zu erreichenden Formen der Ladungsverteilungen nicht denen in den Strahlzweigsimu-
lationen entsprechen, wurden zusätzlich noch drei weitere Detektoren mit einer Fläche von 10x15 mm2
gebaut, um etwas variabler auf die sich in der Detektorebene einstellbaren Strahlformen während ei-
nes Experiments reagieren zu können. Als Dicke wurde 20µm gewählt, so dass sich der Braggpeak
der einfallenden Schwerionen noch außerhalb des Detektormaterials befindet. Dies hat eine homo-
genere Ionisation des Detektorvolumens zur Folge und vermeidet somit das verstärkte Auftreten von
Polarisationseffekten im Diamant. Diese führen aufgrund des durch gefangene Ladungsträger erzeugten
Gegenfeldes zu einer systematischen Einschnürung des Signals über einen Makropuls und erschweren
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(a) Form der Ladungsverteilung mit RCF (Radio-
chromatic Film) gemessen.




(d) Konstruktionszeichnung des gesamten Spek-
trometers
Abbildung 3.5: Aufbau und Konstruktion des Ladungsspektrometers
somit die Vergleichbarkeit der Diamanten untereinander. Aus Kapazitätsgründen wird jeder Detektor bei
der Metallisierung auf der Vorderseite zu Flächen von je 6x6 mm2 bzw. 9x4,5 mm2 gedrittelt (siehe Abb.
3.5b). Auf der Rückseite wird eine durchgängige Metallisierung verwendet. Somit ergeben sich zeitli-
che Abfallkonstanten von etwa 4,5ns, was genügend klein gegenüber dem Mikropulsabstand auch bei
108 MHz Pulsfrequenz ist. Die Diamantproben selbst stammen von Diamond Materials2. Die Metallisie-
rung erfolgte im Targetlabor der GSI, verwendet wurden die Materialien vom Substrat ausgehend nach
außen zunächst 20 nm Titan, darüber 30 nm Platin und 100 nm Gold als äußerste Schicht. Die Details
zum Herstellungsprozess können in [Cay09] nachgelesen werden. Die metallisierten Diamanten wurden
anschließend im Detektorlabor der GSI mit Hilfe von Silberleitkleber auf einer auf 50 Ohm abgestimm-
ten Leiterplatine angebracht (siehe Abb. 3.5c). Zunächst wurde eine frei tragende Konstruktion gewählt,
da mit dieser in [Wam06] gute Erfahrungen gemacht wurden, bei der der Diamant im konkreten Fall nur
an drei Seiten befestigt wurde. Dies sollte ein möglichst dichtes Aneinanderreihen der Detektoren im
Schienensystem für schwerere Elemente ermöglichen. Die Diamanten wurden letztlich doch direkt auf
die Platine geklebt, da sich diese Version als deutlich stabiler als eine nur an den Kanten des Diamanten
befestigte erwies. Diese Variante wurde auch für die breiteren Detektoren der somit dritten Generation
gewählt. Mittels dünner Bonding-Drähte wurden die Diamanten mit der Platine verbunden. Im Gehäuse
werden die Detektoren auf einem Schienensystem angebracht, dass das freie Verfahren der Detektoren in
drei Ebenen dicht hintereinander ermöglicht und somit einen fast nahtlosen Übergang zwischen den ver-
2 Diamond Materials GmbH, Tullastraße 72, 79108 Freiburg
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schiedenen Detektorflächen erlaubt (siehe Abb. 3.5d). Über SMA-Kabel und Durchführungen wird jeder
Detektor separat von einem DBA-IV („Diamond Broadband Amplifier“, [Mor]) verstärkt. Anschließend
werden die zueinander gehörigen Detektorsignale mittels eines Signaladdierers summiert und können
an einem Oszilloskop aufgezeichnet werden.
3.3.2 Der Flugzeitdetektor
In den ersten Experimenten dieser Arbeit wurde zur Detektion der ankommenden Schwerionen ein
19µm dicker polykristalliner Diamantdetektor verwendet, der im Rahmen von ([Wam06]) speziell für
diese Art von Energieverlustmessungen entwickelt wurde. Der Detektor verfügt über eine mit Elektroden
bedampfte sensitive Fläche von 8x8 mm2, die aus den gleichen Gründen wie das obige Spektrometer in
diesem Fall in vier Segmente unterteilt wurde. Diese sind einzeln auslesbar, wurden aber in den Expe-
rimenten im Rahmen dieser Arbeit nach der Verstärkung direkt aufaddiert. Dieser Detektor ist schnell
genug für das oben beschriebene Experiment. Der Fehler der Ankunftszeit eines Pulses bestimmt sich
gemäß der genannten Arbeit zu ≈ 40 ps, was einer relativen Energieauflösung von ca. 2 · 10−4 bei einer
Energie von 4MeV/u im Experiment entspricht. Des Weiteren zeichnet sich der Detektor durch die ge-
nannten Vorteile eines Diamantdetektors aus, nämlich der hohen Strahlungshärte gegenüber Schwerio-
nen und aufgrund seiner intrinsisch großen Bandlücke durch eine relativ geringe Photosensitivität. Dies
ist bei Verwendung der Konfiguration ohne Dipol wichtig, da das Plasma während der Laser-Plasma-
Wechselwirkung stark im Bereich unterhalb von 235 nm (entspricht der Bandlücke des Diamants) strahlt
und auch noch in 12 m Entfernung den Detektor massiv überbelichtet. Allerdings hält die Sättigung des
Signals nur kurze Zeit an, so dass die Ionen, die nach etwa 400 Nanosekunden Flugzeit – abhängig
von der genauen Projektilenergie – nach Durchquerung des Plasmas den Detektor erreichen, wieder
detektiert werden können. Zusätzlich kann der Detektor durch eine dünne Kohlenstofffolie in wenigen
Zentimetern Entfernung vom Detektor gegen das beschriebene Plasmaleuchten des Targets hinreichend
abgeschirmt werden. Durch den geringen Abstand ist der aus dem Energieverlust in dieser Folie resultie-
rende Flugzeitunterschied des Schwerions nicht mehr von Belang.
Nach der Diskussion der Ionenstrahldiagnostiken erfolgt nun der nächste Schritt zur Beschreibung der
Plasmaerzeugung im Experiment aus Abbildung 3.1. Die Plasmen werden mit den beiden Hochenergie-
lasersystemen Phelix und nhelix erzeugt. Ohne eine möglichst genaue Charakterisierung des Targets ist
die Herausarbeitung der Physik des Energieverlustes unabhängig von den in diesem Abschnitt bespro-
chenen Diagnostiken nur schwerlich möglich. Demzufolge werden im Anschluss an die kurze Vorstellung
der Heizlaser die verwendeten Laser- und Plasmadiagnostiken erläutert.
3.4 Lasersysteme und Plasmadiagnostik
3.4.1 Phelix
Eine schematische Darstellung des Phelix-Lasersystems ist in Abbildung 3.6 dargestellt. Das Lasersystem
verfügt über zwei sogenannte Frontends. Eines basiert auf Ti:Saphir und wird zur Erzeugung kurzer
Pulse im Bereich von einigen 100 fs verwendet, das zweite auf einem Glasfasersystem, welches die Er-
zeugung von Pulsen im Nanosekundenbereich („Langpulse“) ermöglicht. Beide erzeugen Pulse mit einer
Wellenlänge von 1,053µm.
Das in dieser Arbeit verwendete Frontend ist das letztgenannte. Es basiert auf einem CW-Faserlaser (Ko-
heras Basik), aus dessen Strahl mit Hilfe eines akkusto-optischen Modulators Pulszüge von 100ns Länge
herausgeschnitten werden. Diese werden anschließend im „Doppelpass“ von einem Faserverstärker auf
eine Energie von 10 nJ verstärkt. Mit Hilfe eines Intensitätsmodulators, der durch einen kommerziell
erhältlichen Frequenzgenerator getrieben wird, lassen sich verschiedene zeitliche Pulsprofile mit einer
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Abbildung 3.6: Schematische Skizze des Phelix-Lasersystems aus [BAB+10].
Länge zwischen 0,7 und 20ns erzeugen. Daraufhin folgt ein Nd:Glass-basierter regenerativer Ringver-
stärker an dessen Ende die Pulse eine Energie von rund 20mJ bei einer Repetitionsrate von 0,5Hz
aufweisen. Die Zeitsignale des Frontends können sowohl bei Phelix lokal als auch aus den Makropulssi-
gnalen der Pulszentrale des Beschleunigers generiert werden. Der Abgleich mit den Mikropulssignalen
erlaubt eine Synchronisation zwischen den einzelnen Ionenpulsen und dem Phelixlaserpuls mit einer
Genauigkeit von ca. 1 ns.
Je nach Experiment können die in den Frontends generierten Pulse nun in den Vorverstärker einge-
koppelt werden. Dieser besteht aus drei Nd:Glass-Verstärkern mit zweimal 19mm und einmal 45mm
Durchmesser. Der Strahldurchmesser wird hierbei sukzessive bis zu einem Durchmesser von 70mm am
Ende aufgeweitet. Am Ende des Vorverstärkers können mit Hilfe eines deformierbaren Spiegels Wel-
lenfrontaberrationen korrigiert werden. Die Laserpulse mit einer Energie von bis zu 10 J können nun
entweder in das Röntgenlabor geleitet oder in den Hauptverstärker eingekoppelt werden.
Der Hauptverstärker besteht aus fünf Nd:Glass-Verstärkern. Er wird im „Doppelpass“ betrieben und ein-
gekoppelter und ausgekoppelter Strahl werden im Raumfrequenzfilter im Zentrum zwischen den beiden
Linsen geometrisch getrennt. Mit einem Strahldurchmesser von 28 cm werden mit Hilfe des Hauptver-
stärkers Energien von bis zu 1kJ in 10ns erreicht. Begrenzendes Element ist hierbei der sich anschließen-
de Faradayrotator, der das Lasersystem vor den Rückreflexen vom Target entweder in der Targetkammer
im Phelixgebäude oder am Experimentierbereich Z6 schützen soll. Zu Beginn der ersten Experimente
dieser Arbeit wurde der Strahl mit einem Teleskop weiter in Richtung Z6 transportiert und nach einer
Spiegelstrecke mit einer Linse von 4m Brennweite und der optionalen Verwendung einer Phasenplatte
(„Random Phase Plate“-RPP) auf das Target fokussiert. Im weiter fortgeschritteneren Ausbauzustand des
Lasersystems, wie es am Ende dieser Arbeit verwendet wurde, befindet sich im Anschluss an dieses Tele-
skop ein DKDP-Kristall zur Frequenzverdopplung des Langpulses auf λ = 527nm. Anschließend werden
beide Frequenzen weiter transportiert und durch einen zweiten Spiegel mit einer hochreflektierenden
Beschichtung für grünes Licht und einer hochtransmittierenden Beschichtung für die Fundamentalwel-
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Abbildung 3.7: Schematischer Aufbau des nhelix -Lasersystems [Sch07b]
100 TW-Kompressor in die Targetkammer. Die Langpulsvariante mit frequenzverdoppeltem Licht durch-
quert anschließend nach dem Trennspiegel eine Linse mit einer hochreflektierenden Beschichtung für
λLas = 1,053µm und einer hochtransmittierenden Beschichtung für die zweite Harmonische zwecks
Kontrastverbesserung zwischen rotem und grünem Anteil.
3.4.2 nhelix
Eine schematische Skizze des nhelix-Lasersystems ist in Abbildung 3.7 dargestellt. Auch dieses verfügt
über zwei Oszillatoren, zum einen den Powerlite3 (OS1), zum anderen den Geola4 (OS2).
Ersterer erzeugt mit Hilfe einer aktiven Güteschaltung Laserpulse mit einer Energie von ca. 200mJ und
einem gaußförmigen zeitlichen Verlauf von 15ns (FWHM) Breite. Nach Austritt aus dem Frontend (ro-
ter Strahlengang) durchläuft der Strahl zunächst einen Faraday-Rotator zwecks Schutzes des Oszillators.
Die leicht elliptische Form des Strahlprofils wird nach Austritt aus dem Frontend zunächst mit Hilfe eines
Zylinderteleskops korrigiert. Anschließend kann der Puls mit einer externen Pockelszelle weiter zeitlich
verkürzt werden. Diese erlaubt aufgrund ihrer Öffnungs- und Verschlusszeit von 3ns die Beschneidung
des Pulses auf minimal 6ns. Diese Möglichkeit ist für die direkte Heizung von Folien in diesem Ex-
periment wichtig, da lange langsamere Anstiegszeiten für das Experiment aufgrund der Plasmadynamik
ungünstig sind. Für detailliertere Informationen über das nhelix-Lasersystem seien die Arbeiten [Sch07a]
und [Heß10] empfohlen. Der weitere Aufbau des Systems im Anschluss besitzt die folgende Struktur: Mit
Hilfe von Raumfrequenzfiltern nach den Verstärkern (mit Ausnahme des SV-16 mm) werden gleichzeitig
sowohl Störungen im Strahlprofil gefiltert als auch der Strahldurchmesser sukzessive weiter vergrößert,
um unterhalb der Zerstörschwellen der Materialien zu bleiben. Insgesamt werden fünf Verstärker mit
den Durchmessern 16, 25, 32, 45 und 64 mm durchlaufen, was auch dem Durchmesser des Strahls am
Ende der Kette entspricht. Der SV-32 mm wird dabei im „Doppelpass“ betrieben und mit Hilfe einer λ/4-
3 Modell: Powerlite Precision 8000, Firma: Continuum
4 Modell: G-Mini-B100-GSI, Firma: Geola Technologies
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Platte und eines Polarisators werden ein- und auslaufender Strahl getrennt. Die so erreichbare Energie
beträgt etwa 100 J in 10 ns. Zusätzlich sei noch die sog. „Soft polarizing aperture“ erwähnt, die sich
hinter dem SV-25 mm befindet. Diese Komponente dreht die Polarisation des eintreffenden Laserpulses
in Abhängkeit vom Strahlradius r, sodass die Transmission durch den anschließend folgenden Polari-
sator proportional zu cos(ar2) ist, mit einer Materialkonstante a. Es wird also aus den Randbereichen
deutlich mehr Licht herausreflektiert, um die Überhöhung des Intensitätsprofils an den Rändern auf-
grund der dort größeren Verstärkung zu korrigieren. Anschließend durchläuft der Strahl noch einen
Faraday-Rotator, zwecks Schutzes des Systems. Am Ende der Kette besteht nun die Wahlmöglichkeit,
den Strahl mit Hilfe zweier Spiegelstrecken zum Experiment in der Targetkammer zu transportieren. So
lässt sich nicht nur der in Abbildung 3.7 eingezeichnete Stahlengang in rot sondern auch der in gelb
eingezeichnete Weg durch Drehung des letzten Spiegels nutzen. Letzterer bietet die Möglichkeit die Fre-
quenz des Heizstrahls mit Hilfe eines KDP-Kristalls mit einer Effizienz von etwa 55% im konkreten Fall
auf λ = 532nm zu verdoppeln. Im Rahmen der in dieser Arbeit durchgeführten Experimente wurden
Energien von 30-35 J bei einer Pulslänge von 7ns verwendet.
Im zweiten Oszillator OS 2 werden die ebenfalls mit Hilfe einer aktiven Güteschaltung erzeugten Pul-
se von 5ns mit Hilfe einer SBS-Zelle (Stimulierte Brillouin-Streuung) auf 500ps bei einer Energie von
üblicherweise 120 mJ verkürzt. OS 2 kann zwei Strahlengänge bedienen. Zum einen den in gelb einge-
zeichneten Strahlengang, der zur optischen Thomsonstreuung verwendet werden kann. Dieser Strahlen-
gang ist jedoch standardmäßig nicht betriebsbereit und wurde für diese Arbeit nicht verwendet, weshalb
an dieser Stelle für weitere Details auf [Mue08] verwiesen sei. Wichtiger für diese Arbeit ist der im
obigen Schema sehr einfache zweite Strahlengang, der in hellblau dargestellt ist. Dabei wird der deut-
lich schwächere Teil, der durch einen Strahlteiler transmittiert wird, über eine Spiegelstrecke in den
Targetkammerbereich transportiert und kann dort nach Frequenzverdreifachung zur Interferometrie an
Plasmen genutzt werden. Dieses Vorgehen wird in Abschnitt 3.4.3.1 im Detail beschrieben.
Um eine systematische Vermessung der Wechselwirkung vom Ionenstrahl mit dem lasererzeugten Plasma
zur ermöglichen, ist eine zeitliche Synchronisation zwischen der 5 Hz-Betriebsfrequenz der Lasersysteme
(bzw. 0,5Hz im Fall von Phelix) und der Mikropulsfrequenz des Beschleunigers notwendig. Diese wur-
de ursprünglich, wie beispielsweise in [Fra08] beschrieben, am Messplatz Z6 direkt durchgeführt. Nach
Anschluss des Phelixlasers an Z6 musste diese in die zeitliche Steuerung dieses Lasersystem integriert
werden. Die Beschleunigerfrequenz von 108/36 MHz und die von der Makrostruktur des Beschleuni-
gers entnommenen 5 Hz (bei diesen Experimenten handelt es sich um parasitär durchgeführte) werden
durch entsprechende Wandler in logische Signale verwandelt und von einer Koinzidenzeinheit verar-
beitet. Anschließend kann dieses 5 Hz-Signal bei beiden Lasersystemen so verschoben werden, dass die
Laserpulse zur gleichen Zeit und aufgrund der Koinzidenzeinheit phasenstabil zur Mikropulsstruktur des
Beschleunigers sind. Mit diesem Verfahren wird eine Synchronisationsgenauigkeit von etwa 1 ns erreicht.
3.4.3 Plasmadiagnostik
Zur Interpretation der mit Hilfe des Experiments gewonnenen Daten über den Energieverlust und die
Umladung des Schwerionenstrahls ist eine möglichst genaue Kenntnis der Experimentbedingungen und
damit der Plasmaparameter notwendig. Idealerweise müssten im Plasma die Kenngrößen Dichte, Tem-
peratur und Ionisationsgrad zeit- und ortsaufgelöst gemessen werden, um die gewonnenen Ergebnisse
mit Rechnungen und Simulationen vergleichen zu können. Die benötigte Genauigkeit der zu charak-
terisierenden Größen liegt je nach Ausdehnung des Plasmas teilweise bei Submikrometern (Startdicke
der Folie meist 0,5µm) und Zeitskalen von 1 ns. Insbesondere im dichten Bereich erweisen sich diese
jedoch als experimentell nicht zu realisieren, weshalb in den Kapiteln 5 und 6 diese weitgehend mit 2D-
Hydrodynamiksimulationen bestimmt werden. Zur Überprüfung der Genauigkeit dieser Simulationen
und einer entsprechenden Optimierung bleibt eine möglichst vollständige Diagnostik der Experiment-
bedingungen essentiell. Deshalb wird auf eine Diagnostik der Heizlaserpulse von Phelix und nhelix
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Wert gelegt. Bei jedem Schuss werden sowohl deren Energie mit Kalorimetern hinter einer der letz-
ten optischen Komponenten vor dem eigentlichen Target als auch deren zeitliche Pulsform mit Hilfe von
Photodioden bestimmt. Zusätzlich wird mit Hilfe einer hochauflösenden Kamera die Form des Fokuspro-
fils unter Verwendung der Frontendpulse aufgenommen. Aufgrund der Verwendung von Phasenplatten
nach den Fokussierlinsen ist zu erwarten, dass sich die Intensitätsverteilung zwischen Frontend- und
Vollenergiepulsen nicht signifikant unterscheidet. Die genaue Kenntnis der Laserparameter erweist sich
als äußert wichtig für die Qualität der sich anschließenden Hydrodynamiksimulationen. Die aussage-
kräftigste Plasmadiagnostik jedoch stellt das im Folgenden beschriebene Interferometer dar.
3.4.3.1 Multi-Frame Interferometrie
Bereits in älteren Arbeiten wurden die ersten Schritte zur orts- und zeitaufgelösten Diagnostik der freien
Elektronendichte unternommen. So wurde bereits in [PBG+04] der Aufbau und die Konstruktion eines
Nomarski-Interferometers durchgeführt. Passiert der Diagnosestrahl das Target ungestört, so wird ein
regelmäßiges Interferenzmuster bestehend aus geraden Streifen erzeugt. Trifft jedoch ein Teil des Strahls
auf eine gewisse freie Elektronendichte, so führt dies zu einer Änderung des Brechungsindex in diesem
Bereich:
N(~x , t) =
È
1− ne(~x , t)
ncr
(3.1)
Passiert der Strahl das Plasma, so sammelt der korrespondierende Teil eine Phasenverschiebung ∆Φ
entlang des Weges s durch das Plasma im Vergleich zu den ungestörten Randbereichen auf:









Da es sich bei der Aufnahme um eine zweidimensionale Projektion eines dreidimensionales Plasmas auf
die Kamera handelt, muss zur Invertierung der obigen Beziehung zur Berechnung der Elektronendichte














Hierbei steht r für den Abstand von der Symmetrieachse und R für die obere Integrationsgrenze. Die
sich ergebenden Phasenverschiebungsänderungen ∂ (∆Φ(x ,y))
∂ y
werden entlang des Weges aufsummiert.
Das Funktionsprinzip des in dieser Arbeit beschriebenen Nomarski-Interferometers ist in Abbildung 3.8
dargestellt. Es besitzt die folgende Besonderheit: Zur Interferometrie an Medien mit einer Brechungsin-
dexvariation wird für gewöhnlich eine kohärente Lichtquelle in zwei Strahlen aufgespalten, von denen
einer das gestörte Medium durchquert, und anschließend mit dem ungestörten Strahl zur Überlagerung
gebracht wird. Hier jedoch erfolgt die Aufspaltung des Strahls erst nach Durchquerung des Plasmas. Hier-
zu muss der Strahl mit Hilfe von Teleskopen so weit vergrößert werden, dass ein genügend großer Anteil
nicht das Plasma durchquert. Mit Hilfe eines Wollastonprismas wird dann der Strahl in zwei Teilstrahlen
aufgespalten. Er besteht aus zwei keilförmigen doppelbrechenden Kristallen, die zu einer planparalle-
len Platte zusammengesetzt sind und deren optische Achsen senkrecht zueinander stehen. Dies führt
dazu, dass im ersten Kristall der einfallende Strahl in einen ordentlichen und einen außerordentlichen
aufgespalten wird, wohingegen beim Übergang in den zweiten Kristall sich dies genau umkehrt. Der
ordentliche Strahl im ersten Kristall wird zum außerordentlichen im zweiten und umgekehrt. Da diese
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Abbildung 3.8: Konzeptioneller Aufbau des Nomarski-Interferometers ([PBG+04])
verschiedene Ausbreitungsgeschwindigkeiten haben und somit einen unterschiedlichen Brechungsindex
im Medium, laufen die Strahlen am schrägen Übergang zwischen diesen beiden Keilen unter einem be-
stimmten Winkel auseinander. Dieser Winkel wird beim Austritt aus dem Kristall noch einmal vergrößert.
Im Anschluss werden die beiden Strahlen auf einen CCD-Chip abgebildet, so dass sich die gestörten und
ungestörten Bereiche des Strahls überlagern. Zusätzlich wird zur Optimierung des Kontrastes noch ein
Polarisator in den Strahlengang eingebracht und die Kamera mit einem Linienfilter für die Wellenlänge
des Diagnoselasers versehen. Aufgrund typischer Schwankungen in der Heizenergie und im Fokuspro-
fil bei Hochenergielasern sowie sich zwangsläufig ergebender Unterschiede bei der Justage des Targets
kann nicht sicher davon ausgegangen werden, dass von Laserexperiment zu Laserexperiment die glei-
chen Plasmabedingungen vorliegen. Demzufolge ist es wünschenswert, mehrere Aufnahmen von einer
einzigen Laser-Plasma-Wechselwirkung für die freie Elektronendichte zu erhalten um die Auswirkung
eventuell störender Einflüsse besser abschätzen zu können. In [Sch07a] wurde unter anderem der erste
Schritt unternommen, das Interferometer für die Aufnahme von mehreren Bildern und Interferenzmus-
tern von nur einer einzigen Laser-Plasma-Wechselwirkung zu erweitern.
Hierzu wurde ein optischer Ring in das System vor der Wechselwirkung des Diagnoselasers mit dem
Target eingefügt, der im Wesentlichen aus einer geschlossenen Spiegelstrecke und einem Polarisator
am Ende bestand. Aus diesem wurde mit Hilfe einer zusätzlichen λ/2-Platte ein Teil des im Ring be-
findlichen Laserpulses ausgekoppelt. Im Anschluss wurde der Ring leicht dejustiert, so dass jeder den
Ring verlassende Strahl einen leicht verschiedenen Winkel besitzt. Dieses Vorgehen ermöglichte es,
die verschiedenen nun zeitlich gemäß der optischen Wegstrecke im Ring verschobenen Strahlen spä-
ter im Fernfeld mit Hilfe von kleinen Spiegeln zu trennen. Allerdings stellte sich in dieser Anordnung
heraus, dass aufgrund des notwendigen Abstandes zwischen optischem Ring außerhalb der Targetkam-
mer und dem zu diagnostizierenden Plasma die einzustellenden Winkel insbesondere bei den großen
Heizlaserfoki von 1 mm Durchmesser zu groß waren um mehr als meist zwei Aufnahmen von einer
Heizlaser-Plasma-Wechselwirkung aufzunehmen. Deshalb wurde in Zusammenarbeit mit dem Autor der
Arbeit [Boe10] ein Neudesign des Systems durchgeführt. Wie schon bereits in [Sch07a] wird der Strahl
von Oszillator 2 (siehe Abb.3.7) mit Hilfe zweier BBO-Kristalle durch zunächst Frequenzverdopplung
und anschließender Mischung von Fundamentaler und zweiter Harmonischer frequenzverdreifacht. An-
schließend tritt der Strahl in einen optischen Ring ein. Dieser besteht aus vier Spiegeln und erneut einem
Polarisator, mit dessen Hilfe und einer λ/2-Platte Pulszüge ausgekoppelt werden. Zusätzlich allerdings
werden zwei Linsen in das System eingebracht, deren Brennweite 30 cm beträgt. Die optische Weglän-
ge des Rings entspricht gerade dem Doppelten der Brennweite. Wie in Abbildung 3.9 zu erkennen ist,
bildet der Ring ein afokales System. Das heißt im konkreten Fall, dass die Rückseite des Polarisators
durch den Ring auf sich selbst abgebildet wird. Dies ist an der Stelle der entscheidende Punkt. Somit
ist es möglich, den Polarisator leicht zu dejustieren, wodurch die einzelnen Pulszüge des Rings einen
verschiedenen Winkel zueinander erhalten, jedoch den gleichen Ursprungsort besitzen. Die weitere Ab-
bildung genau diesen Ursprungs mit Hilfe eines sich an den Ring anschließenden Teleskops auf das
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Abbildung 3.9: Konzeptioneller Aufbau des gesamten Interferometers bestehend aus optischem Ring zur
Pulsaufspaltung, Abbildung der Polarisatorrückseite (TFP) mit Hilfe der Linsen L3 und L4
in die Targetkammermitte und anschließender Aufspaltung in die einzelnen Interferome-
terarme durch Trennung im Fernfeld von Linse L5 mittels Mikrospiegeln.
Target ermöglicht prinzipiell die Erzeugung beliebig vieler Pulse, welche alle das Target am gleichen Ort
diagnostizieren können. Die Begrenzung ergibt sich nur durch die freien Aperturen des Rings und der
anschließenden Optiken. Außerdem ist die zur Verfügung stehende Menge Licht in einem Oszillatorpuls
beschränkt, insbesondere da die mit dieser Methode aus dem Ring ausgekoppelte Menge an Licht von
Pulszug zu Pulszug exponentiell sinkt. Der Ort des Targets wird anschließend mit Hilfe zweier Linsen
auf die entsprechenden CCD-Chips der Kameras abgebildet. Im Fernfeld der ersten Linse werden die ein-
zelnen Strahlen mit Hilfe einer Anordnung kleiner Spiegel getrennt und in die verschiedenen Arme des
Interferometers gelenkt. Jeder Arm entspricht dabei einem vollständigen Nomarski-Interferometer wie
in Abb. 3.8 beschrieben. Dieses System stand erstmalig für das in Abschnitt 4.3 besprochene Experiment
zur Verfügung. Es lassen sich somit vier Aufnahmen von einer Laser-Plasma-Wechselwirkung mit einem
zeitlichen Abstand von 2 ns zwischen den einzelnen Pulsen realisieren. Bei den vorigen Experimenten
wurde der Aufbau aus [Sch07a] verwendet.
Wie in [Boe10] quantitativ gezeigt, ist die maximal messbare Dichte des Plasmas nicht primär durch
die kritische Dichte des Diagnoselasers gegeben, sondern durch die von den Brechungsindexgradienten
des Plasmas hervorgerufene Ablenkung des Strahls aus der freien Apertur des Systems. Die im Rahmen
dieser Arbeit vermessenen Elektronendichten haben somit nicht einen Maximalwert von 8,8 · 1021cm−3
sondern sind um etwa 1,5-2 Größenordnungen kleiner.
Dieses System liefert mit hoher Präzision die zeitliche Entwicklung der freien Elektronendichte in der
Plasmakorona. Aus der mit dem System zu vier Zeitpunkten mit einem Abstand von 2 ns bestimmten
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zweidimensionalen Ausdehnung des Plasmas lassen sich neben der direkt gemessenen freien Elektro-
nendichte auch Rückschlüsse auf die Temperatur des Plasmas unter Zuhilfename von Hydrodynamiksi-




In diesem Kapitel werden die im Rahmen dieser Arbeit durchgeführten Experimente und deren Ergebnis-
se vorgestellt. Begonnen wird zunächst mit einem kurzen Rückblick auf [Fra08], bei denen dünne Koh-
lenstofffolien nur mit Hilfe des nhelix-Lasersystems bestrahlt wurden. Die dort gewonnenen Ergebnisse
werden insbesondere unter dem Gesichtspunkt der zugrunde liegenden Laser-Plasma-Wechselwirkung
diskutiert. Als Konsequenz daraus wird eine Abänderung des Experimentaufbaus hin zur gleichzeitigen
Bestrahlung des Targets von beiden Seiten mit je einem der zur Verfügung stehenden Heizlaser erfolgen.
Diese Daten werden zunächst für die Bestrahlung mit den Fundamentalwellenlängen und anschließend
mit der zweiten Harmonischen präsentiert und die Unterschiede erläutert. Diese Reihenfolge wird dabei
nicht aus chronologischen Gründen gewählt, sondern weil mit der Fortführung der Experimente ein ge-
wisser Lernprozess verbunden ist, aus dem die Form des zuletzt durchgeführten Experiments in Abschnitt
4.3 resultiert. Ein detaillierter Vergleich mit der Theorie erfolgt in den Kapiteln 5 und 6.
4.1 Vermessung des Energieverlustes bei einseitiger Bestrahlung des Targets
Der Aufbau der Experimente zum Energieverlust von schweren Ionen in lasererzeugten Plasmen bei
einer einseitigen Bestrahlung des Targets mit einem der beiden Lasersysteme Phelix oder nhelix ist in
Abbildung 4.1 dargestellt. Der jeweilige Heizlaser wird mit Hilfe einer Linse auf das Target fokussiert,
im Fall von Phelix mit einer Brennweite von etwa f = 4m, im Fall von nhelix von f = 30 cm. Der Fokus-
durchmesser beträgt jeweils 1 mm. Zusätzlich wird eine Phasenplatte, eine sogenannte „Random Phase
Plate“ (RPP - [Bur70]) verwendet. Hierbei handelt es sich um eine zweidimensionale Anordnung von
kleinen Zonen, die den jeweiligen Teilen des Laserstrahls eine zufällige Phasenverschiebung zwischen 0
und pi rad aufprägen. Das auf diese Weise im Fernfeld der Linse erzeugte Interferenzmuster erweist sich
über die Fläche des großen Fokus als reproduzierbarer und homogener in der Intensitätsverteilung und
ist somit zunächst besser zur gleichförmigen Bestrahlung des Targets geeignet. Diesem Punkt wird im
weiteren Verlauf des Kapitels besondere Beachtung geschenkt werden. Zur Detektion der ankommenden
Ionenpulse wurde der in Abschnitt 3.3.2 beschriebene, 19µm dicke, auf polykristallinem Diamant ba-
sierende Detektor verwendet. Die Auswertung der Daten wurde wie folgt durchgeführt: Mit Hilfe einer
im Rahmen dieser Arbeit und in [Fra08] entwickelten Matlabroutine werden zunächst die einzelnen Mi-
kropulse aus den Oszilloskopdaten identifiziert. An jeden Mikropuls wird anschließend die Faltung von
Detektorantwort und Form des Mikropulses angepasst. Dabei wird die Antwortfunktion des Detektors
vereinfacht durch einen instantanten Anstieg und einen anschließenden exponentiellen Abfall mit einer
der kapazitativen Entladung des Detektors entsprechenden Zeitkonstanten modelliert. Der Ionenstrahl
wird durch einen gaußförmigen Verlauf approximiert. Zusätzlich wird der Funktion eine Konstante so-
wie ein linearer Term hinzugefügt, um etwaige kleine Abweichungen von der angenommenen Form des
Signals beheben zu können. Dies ist beispielsweise der Fall, wenn die Grundlinie des Signals nicht im-
mer exakt 0 V entspricht. Weiterhin treten bei Signalen, die außerhalb der Bandbreite des Verstärkers
liegen, ebenfalls Schwankungen über größere Zeiten auf. Diese können damit korrigiert bzw. von der
eigentlichen Signalform abgezogen werden. Die angepasste Form lautet somit:









Die anzupassenden Parameter sind die mit ai bezeichneten Variablen sowie die Position µ und Breite
des Ionenpulses σ. Das Symbol ⊗ symbolisiert die Faltung der beiden Funktionen. Die Anpassung dieser
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Abbildung 4.1: Experimenteller Aufbau des reinen Energieverlustexperiments mit entweder nhelix oder
Phelix als Heizlaser.
Funktion an die gemessenen Signale kommt über die direkte Kenntnis der angepassten Parameter damit
einer Entfaltung gleich. Mit Hilfe einer weiteren Vermessung des Ionenstrahls ohne Target werden die so
gewonnenen Zeitpunkte, die einem Energieverlust von 0 MeV beziehungsweise Prozent entsprechen, in
Bezug zu den 108/36 MHz der Pulszentrale gesetzt. Diese Verknüpfung erlaubt nun die Bestimmung der
absoluten Flugzeitdifferenz verursacht durch das Target in einem beliebigen Zustand. Diese Vorgehens-
weise ist notwendig, da auch für größere Zeiten im Mikrosekundenbereich der Energieverlust nicht den
Wert von exakt Null erreicht, beziehungsweise diesen Wert beibehält, da sich auch zu späteren Zeiten
Restgas von verschiedenen Ursprüngen auf der Bahn des Ionenstrahls befindet. Hierbei handelt es sich
um Restgas aus den Randbereichen des Targets außerhalb des Laserfokus und dem daran anschließen-
den Kleber, der die Kohlenstofffolie auf dem Targethalter befestigt.
Zwei typische Ergebnisse aus den Experimenten mit diesem Aufbau sind in den Abbildungen 4.2 und
4.3 dargestellt. Der erste Graph entspricht der Überlagerung von vier Messungen mit verschiedenem
Abstand zwischen Laser- und Ionenpuls. Die Energie des nhelix-Lasersystems entsprach dabei 50 J
bei einer Pulslänge von 10 ns Halbwertsbreite. Als Ionenstrahl wurde 36Ar bei 4 MeV/u und einem
Eingangsladungszustand von 16+ gewählt. Die Dicke der Kohlenstofffolien betrug 0,5µm, was einer
Flächenbelegung von 100 µg
cm2
entspricht. Diese Messung wurde bereits in [Fra08] durchgeführt. Auf-
getragen ist hier der Energieverlust des Ionenstrahls in Prozent auf der Y-Achse über der Zeit. 100%
entsprechen dabei dem gemessenen Wert des Energieverlustes der kalten Folie zu Beginn, der Nullpunkt
der Zeitachse wird zu 20% der Anstiegsflanke des Lasers gewählt, dessen zeitlicher Intensitätsverlauf
ebenfalls dargestellt ist. Beobachtet wird das folgende Verhalten: In der kalten Folie ist der gemesse-
ne Energieverlust wie zu erwarten konstant. Es wird nur ein geringer Teil der gesamten Strahlenergie
in der Folie deponiert (in diesem Fall 1,4%). Mit Beginn des Laserpulses wird jedoch nicht wie erwar-
tet ein allmählicher Anstieg des Energieverlustes aufgrund der effektiveren Anregung von Plasmonen
und einer eventuellen Erhöhung des Ladungszustandes, wie in Abschnitt 2.2 dargestellt, gemessen, son-
dern ein sofortiger, deutlicher Einbruch um bis zu 40% in dieser Messung. Nach ca. 4-5 ns beginnt der
Energieverlust erneut anzusteigen und erreicht nach Ende des Laserpulses Werte, die im Vergleich zum
Festkörperwert um 30% erhöht sind. Nicht berücksichtigt an dieser Stelle sind Beiträge zu diesem Wert
wie insbesondere die Änderung der Flächenbelegung des Targets mit der Zeit. Diese beginnt gemäß
2D-Hydrodynamiksimulationen ab 10 ns sich merklich auszuwirken. Der Einfluss des Plasmas auf den
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Abbildung 4.2: Energieverlust in einer etwa 0,5µm dicken Kohlenstofffolie bei einseitiger Bestrahlung
mit dem nhelix-Lasersystem bei Energien von 50 J. Zusätzlich ist der aus den vier darge-
stellten Experimenten gemittelte zeitliche Verlauf des nhelix sowie die gemessene Ver-
breiterung der Mikropulse in Relation zum Wert des Festkörpers dargestellt.
differentiellen Energieverlust ist folglich größer als 30%. Der Verlauf der Werte ab 10 ns liegt deshalb
im Bereich des Erwarteten und gut Erklärbaren. Auch der Abfall des Energieverlustes zu Zeiten größer
als 20 ns kann durch die dreidimensionale Expansion des Plasmas erklärt werden. Der Einbruch des
Energieverlustes zu frühen Zeiten bedarf jedoch einer Erklärung, um Auswirkungen dieses Effekts auf
die gemessenen Daten zu Zeiten größer als 10 ns auszuschließen. In [Fra08] konnte hierzu keine zu-
friedenstellende Lösung für das aufgetretene Verhalten gefunden werden. Im obigen Bild ist gleichzeitig
die zeitliche Verbreiterung der Ionenpulse im Vergleich zum Wert der Pulsbreite nach dem Passieren der
kalten Folie aufgetragen. Wie zu erkennen, ist eine deutliche Verbreiterung der Signale während der ers-
ten Nanosekunden zu beobachten, die nach 10-12 ns wieder verschwindet. Ein sehr ähnliches Bild ergibt
sich aus dem ersten Experiment, das zu Beginn dieser Arbeit mit dem Phelix-Lasersystem durchgeführt
wurde. Die resultierenden Ergebnisse sind in Abbildung 4.3 dargestellt. Der Aufbau in diesem Fall war
analog wie in Abbildung 4.1 beschrieben. Es wurde zudem das gleiche Projektil verwendet wie im Ex-
periment zuvor, jedoch war die Laserenergie mit etwa 80-90 J höher. Es ergibt sich ein ähnliches Bild
wie im Fall der Heizung mit nhelix. Allerdings werden nur noch geringere Werte beim erneuten Anstieg
des Energieverlustes im Anschluss an den Einbruch erreicht. Dieses Verhalten zeigt, dass eine Erhöhung
der Laserenergie nicht direkt zu einer größeren Durchheizung des Targets und damit zu einer Vergrö-
ßerung der Plasmaeffekte auf den Energieverlust führt. Offenbar gibt es einen zweiten Effekt, der diese
Abhängigkeit verhindert. Dieses Ergebnis bedarf einer Erklärung, die im folgenden Abschnitt erfolgen
soll.
4.1.1 Untersuchung der Verringerung des Energieverlustes mit Hilfe von
Hydrodynamiksimulationen
Im Folgenden wird der Ansatz zur Erklärung der Abnahme des Energieverlustes zu Beginn des Laser-
pulses wie in Abbildung 4.2 und 4.3 erläutert. Der Laserpuls trifft mit einem Durchmesser von 1 mm
auf eine im Vergleich dazu sehr dünne Folie mit einer Dicke in der Größenordnung von 1µm. Das
Verhältnis zwischen Fokusdurchmesser und Targetdicke beträgt etwa 1000:1. Wie in Abbildung 4.4
dargestellt, verteilen die verwendeten Phasenplatten, unabhängig ob nhelix oder Phelix, die Intensi-
tät im Fokus durchaus makroskopisch gleichmäßig. Allerdings ergibt sich eine mikroskopische Struktur
der Intensitätsfluktuationen, die mit den Raumfrequenzen in der Fourierebene der Phasenplatte skaliert
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Abbildung 4.3: Energieverlust in einer etwa 0,5µm dicken Kohlenstofffolie bei einseitiger Bestrahlung
mit dem Phelix-Lasersystem bei Energien von 80-90 J. Zusätzlich ist der zeitliche Verlauf
des Lasers bei den jeweiligen Experimenten dargestellt.
λraum = 1/(λLasD). D ist dabei der Abstand zwischen Phasenplatte und Bildebene. Im Experiment wur-
de dabei im Fall von nhelix ein mittlerer Abstand zwischen Intensitätsmaxima und -minima von 50µm
vermessen.
Der Erklärungsansatz ist der folgende: Trifft dieser inhomogene Laserfokus auf eine dünne Kohlenstofffo-
lie, so zündet er beim Auftreffen auf die Folie ein Plasma, das in den Bereichen höherer Intensität stärker
geheizt wird und somit schneller höhere Temperaturen erreicht. Aufgrund des größeren Ablationsdrucks
werden diese Bereiche stärker in Ausbreitungsrichtung des Lasers geschoben als die Materie, die sich in
Bereichen niedrigerer Intensität befindet. In den Bereichen höherer Temperatur herrscht ein größerer
Druck, was eine Ausdehnung der Materie in alle Richtungen bewirkt und somit die benachbarten kalten
Bereiche komprimiert. Das bedeutet, dass ein Großteil der Fläche des Targets nun für den ankommen-
den Ionenstrahl eine geringere Flächenbelegung aufweist. Somit würde der gemessene Energieverlust
bei einem gleichzeitigen Verlust der Teilchen, die die schmalen dichten Bereiche hoher Flächenbelegung
durchqueren, sinken. Dieser Ansatz jedoch bedurfte einer genaueren Untersuchung. Diese wurde von
den Kollaborationspartnern und Entwicklern1 des Codes RALEF-2D („Radiation Arbitrary Lagrangian-
Eulerian Fluid dynamics“) [T+11] durchgeführt. Hierbei handelt es sich um einen zweidimensionalen
Hydrodynamikcode, basierend auf dem CAVEAT-code [FC], der unter anderem um die Lösung von
Gleichung 2.10 in Abschnitt 2.1 gemäß [BMT09] zur Beschreibung des Strahlungstransports im Tar-
get erweitert wurde. Die Simulation eines wie in Abbildung 4.4 dargestellten kompletten Fokusprofils ist
jedoch in zweidimensionaler Geometrie weder möglich noch angestrebt. Stattdessen werden die Ergeb-
nisse einer systematischen Untersuchung des Verhaltens von dünnen Kohlenstofffolien bei Bestrahlung
mit einem inhomogenen Laserfokus vorgestellt. Die Laserparameter in den Rechnungen entsprechen dem
Fall des oben vorgestellten Experiments mit dem nhelix-Lasersystem. Hierzu wurde der Laserfokus ver-
einfacht, wie in Abbildung 4.5 dargestellt, im zeitlichen Verlauf durch einen Trapezpuls mit einem 7 ns
dauernden Teil konstanter Intensität mit je 3 ns Anstiegs- und Abfallflanken modelliert. Das Fokusprofil
wurde durch einen kosinusförmigen Verlauf mit der charakteristischen Wellenlänge von λ f ok = 100µm
und einem ebenfalls aus den Fokusmessungen gewonnenen mittleren Wert der Schwankungen um einen
Faktor drei modelliert. Dabei handelt es sich um einen durchschnittlichen Wert, das heißt die Schwan-
kungen im Experiment können lokal etwas größer oder etwas kleiner sein. Die Rechnungen erfolgen in
1 Mikhail Basko (ITEP, Moskau) und Anna Tauschwitz (Universität Frankfurt)
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Abbildung 4.4: Fokusprofil von nhelix (links) bei der Verwendung einer Phasenplatte bei der Grundwel-
lenlänge des Systems. Weiterhin ist ein typischer Querschnitt über eine Zeile dargestellt
um die Schwankungen der Intensität in Ort und Amplitude aufzuzeigen (links).
Abbildung 4.5: Modellierung des Fokusprofils von nhelix in den Hydrodynamiksimulationen durch eine
kosinusförmige Intensitätsverteilung in relativen Einheiten (links). Der zeitliche Verlauf
wird durch einen Trapezpuls modelliert (rechts).
Zylindersymmetrie, das Fokusprofil in der Simulation ist somit keine zufällige Verteilung von Intensitä-
ten wie im Experiment, sondern effektiv ein Ringmuster. In Abbildung 4.6 (links) ist die Ionendichte
des Plasmas zur Zeit von 4 ns nach Beginn des Heizpulses dargestellt. Man erkennt, dass sich in der Tat
breite Bereiche niedrigerer Dichte ausgebildet haben. Diese besitzen eine etwas höhere Temperatur von
etwa 15 eV. Gleichzeitig sind an den Stellen der Intensitätsminima dünne Streifen mit kalter Materie
von nur etwa 5 eV Temperatur geformt worden. In Abbildung 4.6 (rechts) ist der Verlauf der Linien-
dichte L =
∫
ρdx entlang der X-Achse aus Abbildung 4.6 (links) dargestellt. Dies entspricht der lokalen
Flächenbelegung für ein Ion, das das Target genau bei dieser Y-Koordinate durchquert. Wie aus der
Darstellung zu ersehen, ist der auftretende Effekt sehr groß. Die sich gemäß der Simulation ergebenden
Variationen in der lokalen Flächenbelegung des Targets erreichen einen maximalen Unterschied von ei-
nem Faktor 8 nach ca. 4 ns, mit Minimalwerten von ca. 60 µg
cm3
und maximalen Werten von fast 500 µg
cm3
(rote Kurve). Die Ursache des Einbruchs wäre demzufolge im inhomogenen Laserfokusprofil zu finden.
Bereits in [Fra08] wurde gezeigt, dass mit steigender Targetdicke die Verringerung des Energieverlustes
stärker ausfällt und insbesondere keine Überhöhung im Vergleich zum Festkörper mehr erreicht wird.
Auch dieses Verhalten passt zu dem dargestellten Effekt, da bei dickeren Folien mehr ungeheizte Mate-
rie zur Bildung der kalten, dichten Bereiche zur Verfügung steht und die Heizung nicht mehr ausreicht,
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Abbildung 4.6: In der linken Abbildung ist die Ionendichte zur Zeit der maximalen Konzentration von
Materie in den schmalen, dichten Bereichen dargestellt. Die zeitliche Entwicklung der Li-
niendichteprofile ist rechts zu erkennen.
um das Plasma im Anschluss hinreichend zu homogenisieren. Prinzipiell würde von den auftretenden
Unterschieden in der Flächenbelegung des Targets der Mittelwert des Energieverlustes allerdings un-
berührt bleiben. Dies ist allerdings nur unter der Voraussetzung wahr, dass alle einzelnen Ionen den
Detektor mit gleicher Wahrscheinlichkeit erreichen. Im Experiment ist allerdings zum einen die Anzahl
der Teilchen pro Mikropuls begrenzt. Das bedeutet, dass sich das gemessene Signal zum Großteil aus
den Ionen, die die großen, ausgedehnten Bereiche geringer Flächenbelegung durchquert haben, zusam-
mensetzt. Zum anderen wird der Ionenstrahl noch über eine Strecke von ca. 12 m mit Hilfe zweier
Quadrupole und eines Steerers weitertransportiert. Dabei handelt es sich um ionenoptische Elemente,
die bei etwas größeren Energieunterschieden durchaus einen Chromatismus aufweisen. Somit ist die
Detektionswahrscheinlichkeit der ohnehin mit geringerer Anzahl auftretenden durch eine lokal höhere
Flächenbelegung stark gebremsten Ionen geringer. Dies führt letztlich zu einer zeitlichen Verschiebung
des gesamten Mikropulssignals am Detektor und würde den Einbruch erklären. Wie aber ebenfalls in der
genannten Abbildung zu erkennen, führt das weitere Heizen des Targets bei der Dicke von 0,5µm zu
einer erneuten Homogenisierung des Targets, so dass die gezeigten Inhomogenitäten nach rund 10-12 ns
weitestgehend verschwunden sind und somit eine zuverlässige Messung erlauben.
Unter der Annahme, dass im Wesentlichen die Ionen, die die großen ausgedehnten Bereiche des Plasmas
geringerer Flächenbelegung durchqueren, das Messsignal bilden, lässt sich der Verlauf des Energiever-
lustes im Experiment qualitativ reproduzieren. Hierbei wurde als Vorgriff das in den Kapiteln 5 und 6
vorgestellte theoretische Modell angewendet. Dies ist in Abbildung 4.7 dargestellt. Zwar ist der Einbruch
nicht so groß wie im Experiment, jedoch wurde die Hydrodynamiksimulation nur zum Aufzeigen von
Systematiken durchgeführt und nicht, um das Experiment exakt abzubilden. Nach der erneuten Homo-
genisierung des Plasmas ist die Übereinstimmung zwischen Experiment und Theorie sehr gut. Wie die
Rechnungen zeigen, ist zur Vermeidung, oder auch nur zur Verringerung, des Auftretens dieser stören-
den Inhomogenitäten zu Beginn eine möglichst schnelle Heizung des gesamten Plasmas auf eine gewisse
Temperatur notwendig. Dies kann jedoch, wie beispielsweise in Abbildung 4.3 zu sehen, nicht durch eine
einfache Erhöhung der Heizenergie geschehen. Unabhängig von der einfallenden Laserenergie (im Be-
reich der für das Experiment sinnvollen Parameter) ist bei einer Wellenlänge von λLas = 1,064/1,053µm
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Abbildung 4.7: Zeitlicher Verlauf des Energieverlustes gemäß Theorie im Vergleich zum Experiment. Bei
der Berechnung der Theorie wurden nur die weit ausgedehnten heißeren Bereiche als
Beiträge zum Energieverlust berücksichtigt (siehe Text).
der dominierende Wärmetransportmechanismus die Wärmeleitung. Diese ist allerdings relativ langsam,
so dass sich die Inhomogenitäten bei Erhöhung der Energie ebenfalls ausbilden. Weiterhin führt die Er-
höhung der Heizenergie zu einem Anstieg der Plasmatemperatur und somit zu einer schnelleren und
frühzeitigeren dreidimensionalen Expansion des Plasmas, so dass die gesamte Flächenbelegung des Tar-
gets sich auf zu kurzen Zeitskalen ändert. Hierbei ist weiter zu berücksichtigen, dass die Messung mit
dem Ionenstrahl immer über einen Zeitraum von üblicherweise 2-3 ns Pulslänge mittelt. Das heißt eine
zu hohe Laserenergie würde auch aus diesem Grund die Messbarkeit des Energieverlustes einschränken.
In Abbildung 4.3 ist zu erkennen, dass der Energieverlust nur noch einen geringeren Anstieg aufweist als
in dem Experiment mit etwas geringeren Energien mit nhelix, so dass die auftretenden Plasmaeffekte auf
den Energieverlust selbst immer schwieriger zu interpretieren sind. Die Messung ist somit für eine lange
Zeit von der Hydrodynamik und weniger von der Änderung der Atomphysik der Ionenstrahl-Plasma-
Wechselwirkung geprägt. Die Verwendung noch dünnerer Folien ist schwierig, da dadurch die zeitliche
Auflösung des Messaufbaus zu gering wird. Zudem ist eine Verlängerung der Flugstrecke am Messplatz
Z6 ohne äußerst massiven konstruktiven Aufwand nicht möglich. Die verwendete Foliendicke in den Ex-
perimenten stellt einen Kompromiss aus möglichst vollständiger Heizbarkeit des Targets und genügend
großem Energieverlust des Ionenstrahls (etwa 1% der ursprünglichen Energie) dar, so dass Änderungen
detektiert werden können. Dies ist auch ein Grund dafür, dass mittelschwere Ionen im Bereich rund um
Argon in dieser Arbeit verwendet werden, da für diese der Energieverlust im Target groß genug für ei-
ne genügend präzise Messung ist. Des Weiteren ist eine theoretische Annäherung an die Beschreibung
aufgrund der geringen Anzahl an gebundenen Projektilelektronen durch eine Erweiterung der Umla-
dungsmodelle aus der Wechselwirkung mit kalter Materie möglich, da nicht zu viele Teilchen an den
Stößen beteiligt sind. Ein erster Schritt zur Verbesserung des Experiments besteht nun darin, nicht mehr
nur eines der beiden Lasersysteme zu verwenden, sondern beide gleichzeitig von entgegengesetzten
Seiten. Dies hat den Vorteil, dass mit jedem Lasersystem nur noch etwa die Hälfte der Targetmasse aus-
gehend von der kritischen Dichte geheizt werden muss. Dieses Experiment wird im folgenden Abschnitt
vorgestellt.
4.2 Energieverlust bei beidseitiger Bestrahlung des Targets mit der Grundwellenlänge
Der erste Schritt zu einer effektiveren Heizung des Targets wird im Folgenden vorgestellt. Im Gegensatz
zum vorherigen Abschnitt wird eine dünne Kohlenstofffolie von 0,5µm Dicke nun von beiden Seiten zur
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gleichen Zeit mit Phelix und nhelix bestrahlt. Der Aufbau ist in Abbildung 3.1 dargestellt mit nhelix aus
Ionenstrahlrichtung auf das Target einfallend und Phelix von der anderen Seite.
4.2.1 Energieverlust von Schwefel
In einem ersten Experiment in dieser durch den Anschluss von Phelix möglich gewordenen Geometrie
wurden Schwefelionen mit einer Energie von 3,6MeV/u und einem Eingangsladungszustand von 14+
verwendet. Die Energie der Laserpulse wurde zu je 25 J gewählt, bei einer Verkürzung der Laserpuls-
dauer im Vergleich zur einseitigen Bestrahlung von 10 auf 7 ns, was einer Intensität am Target von
3,6 · 1011 W
cm2
entspricht. Diese Werte wurden aus einer Abschätzung mit Hilfe von Simulationsrechnun-
gen, die mit der Helios-Suite2 durchgeführt wurden, gewonnen. Mit Hilfe von Helios ist es allerdings
nicht möglich mehrere Laserpulse zu simulieren, oder wie es sich im konkreten Fall unmittelbar anbie-
ten würde, eine Symmetrieachse in der Mitte des Targets einzuführen. Dementsprechend wurde dieser
Wert durch Simulation einer einseitigen Bestrahlung einer Kohlenstofffolie der halben Dicke gewonnen.
Dies entspricht jedoch nicht der Realität. Die notwendige theoretische Unterstützung zur Durchführung
von 2D-Hydrodynamiksimulation kam erst später für das im nächsten Abschnitt beschriebene Experi-
ment hinzu. Als Ionendetektor wurde wie zuvor polykristalliner Diamant von 19µm Dicke verwendet.
Die Ergebnisse der Experimente dieser Kampagne sind in Abbildung 4.8 zusammengefasst. Dargestellt
ist der zeitliche Verlauf des Energieverlustes, der erneut in Prozent angegeben ist. 100% entsprechen
wie oben dem Wert des Energieverlustes in kalter Materie. Überlagert sind hier die Ergebnisse von
acht Messungen. Die jeweils zueinander gehörigen Daten haben die gleiche Farbe. Die Bestimmung
des Schwerpunkts der Signale erfolgt mit der gleichen Auswerteroutine und Methode wie bereits in Ab-
schnitt 4.1 beschrieben. Weiterhin ist der zeitliche Verlauf des Heizpulses des nhelix-Lasers dargestellt.
Ein großes Problem bei der Interpretation dieser Daten liegt darin begründet, dass es im Rahmen die-
ses Experiments aufgrund von Umbaumaßnahmen leider nicht möglich war, den zeitlichen Verlauf des
Phelixlasers aufzunehmen. Bei der Synchronisation der beiden Heizlaser untereinander, die im Rahmen
dieses Experiments zum ersten Mal in dieser Form durchgeführt wurde, traten recht große zeitliche
Schwankungen zwischen den Heizpulsen auf. Diese konnten jedoch während des Experiments nicht fest-
gestellt werden, da die direkte Möglichkeit der Kontrolle mittels Diodenmessungen nicht gegeben war.
Der Ankunftszeit des ersten Lasers, die in der besagten Abbildung den zeitlichen Nullpunkt definiert,
wurde mit Hilfe der Phasensondensignale unmittelbar vor der Targetkammer definiert. Die Plasmazün-
dung ist auf diesen sichtbar, da eine direkte Sichtlinie zum Target besteht. Zeitlich kalibriert wurde diese
Information mit Experimenten in dieser Kampagne, bei der ausschließlich das nhelix-System zum Heizen
verwendet wurde. Wie in der genannten Abbildung zu erkennen, ist die zeitliche Fluktuation des nhelix-
Lasers zum Zeitpunkt der Plasmazündung in dieser Kampagne zumindest teilweise intolerabel groß. Des
Weiteren lässt sich mit dieser Methode, wenn nhelix passend zur Zeit 0 ns den Ort des Targets erreicht
nicht der Zeitpunkt des Heizbeginns mit Phelix identifizieren. Auch aus den weiteren Plasmadiagnosti-
ken Interferometrie und Visible Streak lässt sich diese Information nicht hinreichend präzise bestimmen.
Trotz der erläuterten Problematik lassen sich aus diesem Experiment Erkenntnisse gewinnen. Nach dem
konstanten Teil des Energieverlustes zu Beginn erscheint zunächst wie im Fall der einseitigen Bestrahlung
eine kurzzeitige Verringerung des Energieverlustes, um dann zu bereits sehr viel früheren Zeiten deutlich
erhöhte Ergebnisse gegenüber dem ursprünglichen Wert des Festkörpers aufzuweisen. Allerdings beginnt
der Energieverlust bereits nach rund 10 ns zu sinken. Dieses Verhalten ist in Einklang mit der Erwartung,
das Target insgesamt auf höhere Temperaturen und Ionisationsgrade zu heizen als im Fall der einseitigen
Bestrahlung. Weiterhin ist die Streuung der gemessenen Werte untereinander groß. In Anbetracht der
zeitlichen Synchronisationsproblematik sind allerdings etwas größere Schwankungen der Messungen
2 PRISM Software Tools, http://www.prism-cs.com/Software/Helios/Helios.htm
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Abbildung 4.8: Energieverlust von 34S bei 3.6 MeV/u in einer etwa 0,5µm dicken Kohlenstofffolie bei
beidseitiger Bestrahlung mit Phelix und nhelix bei Energien von rund 25 J pro Strahl. Zu-
sätzlich ist der zeitliche Verlauf des nhelix-Lasers bei den jeweiligen Experimenten darge-
stellt.
untereinander zu erwarten. Im Vergleich zu den Daten aus Abschnitt 4.1 lässt sich jedoch ein Fortschritt
in Richtung der Erklärung des Einbruchs des Energieverlustes durch Plasmainhomogenitäten und gleich-
zeitig des Ziels einer Homogenisierung des Targets erkennen, da die Ausprägung des Einbruchs des
Energieverlustes zu Beginn der Laser-Plasma-Wechselwirkung stark nachgelassen hat. Dementsprechend
wurde der Aufbau des hier beschriebenen Experiments in einer weiteren Kampagne mit verbesserter
Synchronisation der beiden Laser erneut realisiert. Dieses Experiment, das gleichzeitig zur Kalibration
des in Abschnitt 3.3.1 vorgestellten Spektrometers diente, wird im folgenden Abschnitt vorgestellt und
dient gleichzeitig zum Vergleich mit den Energieverlustmessungen mit dem Flugzeitdetektor.
4.2.2 Energieverlust von Calcium
Wie in Abschnitt 3.3.1 dargestellt, wurde im Rahmen dieser Arbeit ein auf Diamant basierendes Spek-
trometer entwickelt, um sowohl die Vermessung des Energieverlustes als auch der aus dem Plasma
austretenden Ladungsverteilung des Schwerionenstrahls zu ermöglichen. Das vorrangige Ziel der hier
beschriebenen Experimentkampagne war es, diese neue Diagnostik zu testen und zu kalibrieren. Gleich-
zeitig sollten nach einer Modifikation der Synchronisation von Phelix und nhelix erneut die Auswirkun-
gen des Übergangs zur beidseitigen Bestrahlung des Targets, wie bereits im vorangegangenen Abschnitt
beschrieben, untersucht werden. Das Target ist in dieser experimentellen Kampagne erneut eine Kohlen-
stofffolie von 0,5µm Dicke, die zeitgleich von den beiden Lasersystemen bei einem Fokusdurchmesser
von 1 mm und unter Verwendung von Random Phase Plates bestrahlt wurde. Die Energie der beiden La-
serpulse wurde in diesem Fall zu 35 J bei einer Pulslänge von 8 ns modifiziert. Diese Parameter wurden
vorher mit Hilfe von Simulationsrechnungen mit RALEF-2D3 bestimmt. Dabei wurde das Target mit Hilfe
3 durchgeführt von Anna Tauschwitz
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Abbildung 4.9: Energieverlust von 48Ca bei 4,9 MeV/u in einer etwa 0,5µm dicken Kohlenstofffolie bei
beidseitiger Bestrahlung mit Phelix und nhelix bei Energien von rund 35 J pro Strahl
und einer Pulslänge von 8 ns. Zusätzlich ist der zeitliche Verlauf des Phelix und nhelix-
Lasersystems bei den jeweiligen Experimenten sowie der aus RALEF-2D-Simulationen er-
rechnete Verlauf der Liniendichte dargestellt.
einer spiegelnden Symmetrieachse in der Mitte unterteilt, um so die Heizung von zwei gleichen Laserpul-
sen zu realisieren. Die Fokusprofile in diesen Rechnungen wurden dabei als homogen angenommen. Ziel
war es, einen Kompromiss zu finden aus möglichst kurzer aber nicht zu intensiver Heizung, um sowohl
eine vollständige Ionisation des gesamten Kohlenstofftargets am Ende der Heizlaserpulse zu gewähr-
leisten und gleichzeitig die dreidimensionale Expansion des Plasmas möglichst gering zu halten. Es soll
somit nicht mehr Energie im Target deponiert werden als notwendig. Das Ziel ist folglich die Erzeugung
eines insgesamt heißeren und insbesondere homogeneren Plasmas. Als Ionensorte wurde Calcium bei
4,9MeV/u mit einem Eingangsladungszustand von 18+ und einer Pulsfrequenz von 108 MHz verwen-
det. Im weiteren Verlauf dieses Abschnitts wird zunächst nur auf die Vermessung des Energieverlustes
eingegangen und die Fortführung dieser Thematik vorangetrieben. Die Kalibrierung des Spektrometers
und die Ergebnisse der Ladungszustandsvermessung werden gesondert in Abschnitt 4.4 betrachtet.
In Abbildung 4.9 ist der zeitliche Verlauf des Energieverlustes dargestellt. Es handelt sich um eine Über-
lagerung von acht Messungen mit jeweils verschiedenem zeitlichen Abstand zwischen Laser- und Ionen-
strahl. Zusätzlich sind die zeitlichen Verläufe von Phelix und nhelix aus Messungen mit Photodioden
angegeben. Der zeitliche Nullpunkt wurde auf Beginn (20% der Laseranstiegsflanke) des nhelix-Signals
gelegt. Es sind direkt die deutlich geringeren zeitlichen Fluktuationen in der Zeit zwischen den bei-
den Lasersystemen zu erkennen. Die mittlere Schwankung beträgt 0,8ns in diesem Experiment und
liegt somit im erwarteten Bereich von etwa 1 ns. Der Energieverlust ist erneut in Prozent angegeben,
100% entsprechen wie zuvor dem Wert der kalten Folie. Zu Zeiten kleiner 0 ns ist der Bereich konstan-
ten Energieverlustes in der kalten Folie zu erkennen. In diesem Experiment kann zu Beginn der Laser-
Plasma-Wechselwirkung nur eine sehr kleine Verringerung des Energieverlustes beobachtet werden, die
nur knapp außerhalb des Bereiches der etwas größeren Fehlerbalken liegt. Zur Orientierung ist in oran-
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ge der zeitliche Verlauf der Flächenbelegung des Targets im Zentrum der Laser-Plasma-Wechselwirkung
aufgetragen. Auch diese wird im genannten Graphen in Prozent angegeben und entspricht somit dem
Energieverlust in kalter Materie bei Festkörperdichte und sich zeitlich ändernder Flächenbelegung. Die
Differenz zwischen dieser Kurve und den Messdaten kann in erster Näherung als Plasmaeffekt auf den
Energieverlust betrachtet werden. Eine detaillierte Diskussion insbesondere der Einfluss des Dichteef-
fekts, etc. ist in Kapitel 6 zu finden. Ähnlich wie im vorigen Abschnitt lässt sich nach 3-4 ns ein Anstieg des
Energieverlustes im Plasma diagnostizieren. Während der Dauer der Heizung beträgt dieser ca. 25-35%.
Legt man für Zeiten größer als 8 ns die grüne Kurve zugrunde, so erreicht er dort Werte von ca. 50-60%.
Insgesamt sind in diesem Experiment sowohl die Fluktuationen der Schüsse untereinander als auch der
einzelnen Mikropulssignale etwas größer als beispielsweise in Abbildung 4.2. Dies hat die folgenden Ur-
sachen: Im Vergleich zu den vorigen Experimenten wurde mit Calcium sowohl ein schwereres als auch
ein höherenergetischeres Projektil verwendet. Dies führt dazu, dass der Energieverlust pro Nukleon, und
damit die Geschwindigkeitsänderung im Target, die bei diesem Flugzeitexperiment die maßgebliche ist,
kleiner ist als im Fall von beispielsweise Schwefel und Argon bei Energien von 3,6 MeV/u bis 4 MeV/u.
Diese geringere Energie konnte aufgrund des Hauptexperiments am Beschleuniger zu dieser Zeit lei-
der nicht gewählt werden. Zusätzlich treffen den Detektor weniger Teilchen. Dargestellt sind hier die
Daten für den Ladungszustand 18+. Andere Ladungszustände treffen, wie beabsichtigt, die anderen De-
tektoren. Zusätzlich wurde der Strahl in dieser speziellen Experimentkampagne, wie in Abschnitt 4.4.2
ausführlicher dargestellt, durch den letzten Umlenkmagneten vor dem Spektrometer durch seine Apertur
beschnitten. Dies bedingt eine Reduktion der Teilchenzahl am Detektor und trägt zu den etwas größe-
ren Fehlerbalken bei. Trotzdem bleibt festzuhalten, dass es in der abgeänderten Experimentgeometrie
kaum noch eine Verringerung des Energieverlustes zu Beginn auf unterhalb der Werte von kalter Materie
gibt. Ebenso ist zu betonen, dass im Vergleich zwischen den Experimenten mit dem Diamantdetektor
in Abschnitt 4.2.1 und dem Spektrometer, im Rahmen der Erwartungen aufgrund der in beiden Fällen
aufgetretenen und in den vorangegangen Abschnitten erläuterten Probleme, eine gute Übereinstimmung
erzielt wurde.
4.3 Energieverlust von Argon bei beidseitiger Bestrahlung mit der zweiten Harmonischen
4.3.1 Motivation der Frequenzverdopplung
Im vorangegangenen Abschnitt wurde der Versuch unternommen, durch eine Änderung der Experiment-
geometrie eine größere und frühzeitigere Homogenisierung des Plasmas im Vergleich zur einseitigen
Bestrahlung des Targets zu erreichen. Die Ergebnisse zeigen einen Fortschritt in diese Richtung, al-
lerdings weisen auch diese Ergebnisse weiterhin zu Beginn der Laser-Plasma-Wechselwirkung einen
Rückgang des Energieverlustes auf. In den Diskussionen in Zusammenhang mit den Hydrodynamiksi-
mulationen mit den Kollaborationspartnern der Univerität Frankfurt und des ITEP Moskau wurde die
folgende Idee angedacht: Zur Homogenisierung des Plasmas ist eine möglichst starke Heizung der
in Abschnitt 4.1.1 dargestellten kalten Bereiche zur Vermeidung großer Temperaturgradienten wün-
schenswert. Da für die Ausbildung der Gradienten im Wesentlichen die relativ langsame Wärmeleitung
verantwortlich ist, ist der nächste Ansatz, zu untersuchen wie stark sich das Verhältnis zwischen Strah-
lungstransport und Wärmeleitung ändert, wenn das Target statt mit der fundamentalen Wellenlänge der
Lasersysteme im Infraroten mit der zweiten Harmonischen geheizt wird. Der Übergang zur Frequenz-
verdopplung bringt eine Erhöhung der kritischen Dichte mit sich und damit eine Erhöhung der Effizienz
der Heizung des Plasmas durch inverse Bremsstrahlung (siehe Gl. 2.7). Gleichzeitig werden im dichten
Bereich mehr Röntgenstrahlen erzeugt, die instantan in den dichten, für den Heizlaser überkritischen
Bereich des Targets eindringen und dort zur Heizung beitragen. Zur Überprüfung der Größe des Ein-
flusses der Frequenzänderung auf die Plasmabildung wurden Simulationsrechnungen in der folgenden
Geometrie durchgeführt: Der Laserfokus wurde erneut durch ein kosinusförmiges Profil mit relativen
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Abbildung 4.10: Typisches Linienprofil des nhelix-Fokus bei 2ω (links) sowie die zeitliche Entwicklung
der Flächenbelegung einer Kohlenstofffolie bei Bestrahlung von beiden Seiten bei ei-
ner Energie von je 30 J und 7 ns Pulslänge (FWHM).
Amplitudenunterschieden von einem Faktor drei approximiert. Zur Vermeidung von Problemen bei zu
starken Gradienten in den Simulationsrechnungen wurde der Abfall der Intensität des Laserprofils analog
zu der Darstellung in Abbildung 4.5 am Rand zusätzlich geglättet. Allerdings wurde in den Rechnungen
die doppelte Frequenz bzw. halbe Wellenlänge der Intensitätsschwankungen von λLas = 50µm gewählt,
da die Laserwellenlänge direkt in den Abstand zwischen den Intensitätsmaxima der RPP eingeht (siehe
Abschnitt 4.1.1). Dieser Zusammenhang wurde auch in den Fokusprofilmessungen gefunden. Ein typi-
sches Linienprofil, exemplarisch für nhelix, ist in Abbildung 4.10 (links) dargestellt.
Die Simulation erfolgte nicht mit zwei unabhängig voneinander einfallenden Lasern, sondern mit Hilfe
einer Symmetrieachse in der Targetmitte. Dies bedeutet, dass Intensitätsmaxima und Intensitätsminima
von beiden Seiten aufeinandertreffen. Bei einer Vergleichsrechnung mit einer Phasenverschiebung von
pi/2 zwischen den Intensitätsverläufen, die den anderen Extremfall des Aufeinandertreffens von Inten-
sitätsmaxima und -minima auf jeweils gegenüberliegenden Seiten widerspiegelt (hier nicht dargestellt),
wurden jedoch keine merklichen Unterschiede in der Plasmabildung festgestellt. Die beiden wesentli-
chen Effekte, auf der einen Seite größere Druckgradienten zwischen den beiden Seiten heben sich in
etwa mit der Verkleinerung der räumlichen Skala zwischen stärker und schwächer geheizten Bereichen
auf. Die Laserpulse haben in den Simulationen analog zu den folgenden Experimenten eine Energie von
je 30 J bei einer Pulslänge von 7 ns (FWHM) bei Wellenlängen von λPheli x/nheli x = 527/532nm. Gemäß
den Simulationsrechnungen mit RALEF-2D hat der Übergang zu grünem Licht zusammen mit der Anpas-
sung der Geometrie rund eine Verdreifachung der durch Strahlung erzeugten Temperatur in den kalten
dichten Bereichen von ca. 5 eV (1ω - einseitig) auf ca. 15 eV (2ω - beidseitig) zur Folge. Dies führt zum
einen dazu, dass die Druckgradienten zwischen Bereichen, die von hoher und niedriger Laserintensität
bestrahlt werden, geringer werden. Die erzeugte Strahlung sorgt somit für eine Volumenheizung der Tar-
getfolie im Gegensatz zur Wärmeleitung. Weiterhin führt die Bestrahlung von beiden Seiten dazu, dass
durch Wärmeleitung nur noch weniger Materie geheizt werden muss. Durch die frühzeitigere Erhöhung
der Temperatur des gesamten Targets wirken sich die erzeugten Unterschiede in der Flächenbelegung des
Targets deutlich geringer aus. Dieser Sachverhalt ist in Abbildung 4.10 (rechts) dargestellt. Hier ist der
Verlauf der Flächenbelegung des Targets in der Fokalebene in Abhängigkeit von der Zeit dargestellt. Im
Vergleich zu Abbildung 4.6b sind die auftretenden Inhomogenitäten deutlich weniger betont. Gleichzei-
tig kommt es nach rund 6−7ns zu einem Verschwinden dieser Inhomogenitäten im Plasma. Nach 7 ns ist
das Target so stark geheizt, dass das Kohlenstoffplasma im gesamten Wechselwirkungsbereich mit dem
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Abbildung 4.11: Vergleich der beiden Experimentkonfigurationen. Links ist die Dichteverteilung im Tar-
get nach 7 ns im Fall einseitiger Bestrahlung mit der Fundamentalen dargestellt, rechts
bei beidseitiger Bestrahlung mit der zweiten Harmonischen (Darstellung bis zur Symme-
trieachse). Eine deutliche Verbesserung bei der Homogenisierung ist zu erkennen.
Ionenstrahl mit Temperaturen deutlich größer als 100 eV vorliegt und damit gemäß Saha-Gleichung als
vollionisiert angenommen werden kann. Diese hohen Temperaturen führen zu einer relativ schnellen
dreidimensionalen Expansion des Plasmas, was sich in einem Abfall der gesamten Flächenbelegung des
Plasmas ab 8-9 ns bemerkbar macht. Das bedeutet, dass bei 6-9 ns jedoch ein gutes Zeitfenster liegt, was
die Vermessung des Energieverlustes in einem homogenen vollionisierten Kohlenstoffplasma mit einem
Mikropuls des UNILAC-Ionenstrahls ermöglicht. Der Vergleich der sich einstellenden Dichteverteilungen
der beiden Experimentgeometrien ist noch einmal in Abbildung 4.11 zu finden. Dargestellt ist hier die
zweidimensionale Verteilung der Ionendichte mit identischer Farbskala, links für den Fall der einseitigen
Bestrahlung mit E=50 J bei 1ω analog zum Fall des Experiments mit nhelix (Abschnitt 4.1), rechts in
der zuvor besprochenen Geometrie mit den angegebenen Parametern. Links sind deutlich die Zonen der
verdichteten und kühlen Materie zur Zeit t=7 ns nach Beginn des Laserpulses zu erkennen. Rechts ha-
ben sich diese bereits vollkommen aufgelöst und das Plasma ist als sehr homogen anzusehen. Allerdings
gilt erneut zu beachten, dass es sich hier um systematische Studien und nicht um eine möglichst exakte
Abbildung des Experiments handelt. Dies ist aus den gleichen Gründen wie bereits in Abschnitt 4.1.1
erläutert der Fall. Trotzdem weisen diese Systematiken in Richtung einer deutlichen Verbesserung der zu
erwartenden Plasmaparameter und damit einer höheren Qualität der zu erwartenden experimentellen
Ergebnisse für den Energieverlust.
4.3.2 Plasmadiagnostik und Hydrodynamiksimulationen
Im vorangegangenen Abschnitt wurde ausführlich motiviert, weshalb der Übergang zur beidseitigen
Heizung einer dünnen Kohlenstofffolie mit der zweiten Harmonischen des Phelix- und des nhelix-
Lasersystems zu einer deutlichen Verbesserung der Plasmaparameter bezogen auf deren räumliche
Homogenität führen soll. In diesem Abschnitt wird der Frage nachgegangen, in wie weit die Ergeb-
nisse aus den im vorangegangenen Abschnitt gezeigten Simulationen durch die Plasmadiagnostik im
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Abbildung 4.12: Vergleich der Ergebnisse für die freie Elektronendichte im Plasma gewonnen aus Experi-
ment und Hydrodynamiksimulationen.
Experiment bestätigt werden. Während des Experiments ist es nicht möglich sämtliche notwendigen
Plasmaparameter wie Elektronen- und Ionendichte, Temperatur und Ionisationsgrad zeit- und ortsauf-
gelöst zu vermessen. Die Anforderungen an die räumliche und zeitliche Auflösung im Experiment sind
sehr hoch. So ändern sich die genannten Parameter räumlich selbst nach etwa 7 ns, dem Zeitpunkt,
der im obigen Abschnitt als für das Energieverlustexperiment optimal dargelegt wurde, noch auf ei-
ner Skala von etwa 50µm. Die zeitlichen Änderungen finden auf einer Skala von etwa 1 ns statt. Das
in Abschnitt 3.4.3.1 vorgestellte Interferometer erweist sich als eine sehr geeignete Diagnostik, um die
räumliche Verteilung der Elektrondichte und deren Expansionseigenschaften zu charakterisieren. Diese
Daten können zur Optimierung der im vorangegangenen Abschnitt dargestellten Hydrodynamiksimu-
lationen genutzt werden. Die Ergebnisse dieser Diagnostik sind für eine Laser-Plasma-Wechselwirkung
exemplarisch in Abbildung 4.12 gezeigt. Ebenfalls sind dort die Ergebnisse der Simulationsrechnun-
gen abgebildet. In dieser Graphik ist der Verlauf der Elektronendichte im Experiment zu verschiedenen
Zeiten als durchgezogene Linien dargestellt. Hierbei wurde die Elektronendichte in der Nähe des Tar-
getzentrums ausgewertet. Die angegebenen Zeiten beziehen sich auf den Beginn der Anstiegsflanke der
Heizlaser im Vergleich zum Beginn des Diagnostikpulses. Allerdings wird im Experiment im Vergleich zur
Theorie über einen Zeitraum von etwa 500 ps Pulslänge Belichtungszeit bei der Aufnahme der Phasen-
verschiebungen gemittelt. In [Loe08] wurde jedoch gezeigt, dass dieser Effekt bei den hier gegebenen
Intensitäten zu vernachlässigen ist. In der Abbildung ist deutlich die Expansion des Plasmas von kleine-
ren zu größeren Zeiten zu erkennen. Gleichzeitig wird dort ein Abflachen der räumlichen Gradienten
gezeigt. Weiterhin sind in der genannten Abbildung die Ergebnisse der Hydrodynamiksimulationen als
gepunktete Linien dargestellt. Wie dort zu erkennen ist, werden die Ergebnisse der Diagnostik sehr gut
durch die Simulationsergebnisse wiedergegeben. Nur an der oberen Grenze des für die Diagnostik auf-
lösbaren Dichtebereichs ergeben sich leichte systematische Abweichungen. Diese liegen jedoch nur im
Bereich von maximal 20%, was immer noch sehr gute Werte darstellt.
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Abbildung 4.13: Vergleich der verschiedenen Interferometerarme untereinander und mit den Ergebnis-
sen der Hydrodynamiksimulationen.
Abbildung 4.13 gibt darüber Auskunft, wie zuverlässig und reproduzierbar die beschriebenen Expan-
sionseigenschaften von Experiment zu Experiment erhalten bleiben. Dargestellt sind drei Dichteprofile
aus dem Experiment zu nahezu identischen Zeitpunkten im Vergleich zum Beginn der Laser-Plasma-
Wechselwirkung. Diese stammen aus drei verschiedenen Interferometern des Systems. Weiterhin sind
die Ergebnisse der benachbarten Zeitschritte der Hydrodynamiksimulationen abgebildet. Dort ist eine
ausgezeichnete Übereinstimmung zwischen den verschiedenen Experimentergebnissen sowohl unterein-
ander als auch mit den Simulationsergebnissen zu erkennen. An dieser Stelle sei darauf hingewiesen,
dass es sich bei beiden Bildern um eine lineare und nicht um eine logarithmische Skala handelt, wie oft
bei der Darstellung von Dichteverläufen üblich. Dies bedeutet nicht nur, dass die verschiedenen Arme des
Interferometers untereinander zuverlässige Ergebnisse liefern, sondern insbesondere auch, dass sich von
Laserexperiment zu Laserexperiment die gleiche Elektronendichteverteilung in Raum und Zeit einstellt.
Dies stützt die These der deutlich homogeneren und in Bezug auf die Massenverteilung des Targets bezo-
gen sehr viel stabileren Heizung im Fall der beidseitigen Bestrahlung mit der zweiten Harmonischen der
Heizlaser Phelix und nhelix und legitimiert damit auch die Überlagerung der experimentellen Daten aus
verschiedenen Experimenten. Eine solch hohe Reproduzierbarkeit der Plasmaparameter war in früheren
Experimenten bei einseitiger Bestrahlung der Folie mit dem nhelix-Lasersystem alleine nicht gegeben
[Pel05].
Zwecks einer weiteren Überprüfung, ob es sich bei dieser Übereinstimmung nicht um eine zufällige han-
delt, wurde im Rahmen von [Boe10] noch eine sogenannte Raytracing-Routine entwickelt. Diese wurde
mit den zweidimensionalen Dichteprofilen aus den Experimenten, bzw. den quasi-identischen aus den
Hydrodynamiksimulationen gespeist. Ziel dieser Routine war es, die durch Brechung im Plasma verur-
sachte Ablenkung der Interferometerstrahlen durch die sich ergebenden Brechungsindexgradienten zu
modellieren. Wird der Diagnosestrahl im Plasma zu stark abgelenkt, verlässt er aufgrund des sich erge-
benden Propagationswinkels das System. Die Bereiche auf den Interferogrammen, bei denen das der Fall
ist, erscheinen dunkel. Mit Hilfe dieser Untersuchung konnte aufgrund der im System sehr gut bekannten
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und definierten Aperturen der Verlauf dieser dunklen Bereiche in den Aufnahmen aus dem Experiment
auf 0,1 Grad genau berechnet werden. Diese Untersuchung wurde durch die Tatsache motiviert, dass bei
der Auswertung der Dichteprofile mit Hilfe der Abelinversion (siehe Gleichung 3.3), verschiedene Filter,
insbesondere zur Glättung von Kanten, in den Aufnahmen verwendet werden müssen und damit der sich
letztlich durch Aufintegration ergebende Fehler schwierig abzuschätzen ist. Mit der Raytracing-Routine
kann somit die maximale auflösbare Dichte des Systems unabhängig von der genannten Auswerteme-
thode bestimmt werden. Damit wurden die Dichteprofile am oberen Rand in den Abbildungen 4.12 und
4.13 sowohl mit Hilfe der entsprechend in [Pel05] entwickelten Routine basierend auf der Abelinversion
als auch ausgehend von den abgeschatteten Bereichen und damit unabhängig von sämtlichen Filtern zu
einer sehr guten Übereinstimmung gebracht. Die Ablenkung des Diagnoselasers im Plasma erklärt auch,
warum in den Aufnahmen die theoretisch maximal auflösbare kritische Dichte des Diagnoselasers bei
3ω nicht erreicht und teilweise mit 1,5− 2 Größenordnungen deutlich unterschritten wird. So gesehen
bringt der Übergang zur zweiten und dritten Harmonischen die auflösbare Dichte betreffend nur geringe
Fortschritte. Nichtsdestotrotz ist zur Diagnose des Plasmas eine Probfrequenz, die nicht der Wellenlänge
der Heizlasersysteme entspricht, aufgrund von möglichen Störungen auf den Kameraaufnahmen unbe-
dingt notwendig.
Abschließend lassen sich mit Hilfe der Interferometeraufnahmen starke Argumente anbringen, die die
Verwendung der Simulationsergebnisse zur Bestimmung der Plasmaparameter, insbesondere zur Cha-
rakterisierung des dichten Bereichs rechtfertigt. Diese sind der Diagnostik aus den genannten Gründen
nicht zugänglich. Allerdings ist hier kein experimenteller Nachweis der sich ausprägenden Inhomoge-
nitäten im Plasma verursacht durch Inhomogenitäten im Laserfokus erfolgt und auch nicht möglich.
Die Ausbildung der Korona in den der Diagnostik zugänglichen Bereichen ist gemäß der Ergebnisse der
Hydrodynamiksimulationen mit und ohne Berücksichtigung von Inhomogenitäten im Fokus bei sonst
gleicher Experimentkonfiguration nicht voneinander zu unterscheiden. Demzufolge lassen sich aus den
Interferometeraufnahmen Aufschlüsse über die im Target herrschende Temperatur aufgrund der Expan-
sionscharakteristiken gewinnen, natürlich auch über die Dichteverteilung der Korona. Die Parameter
des der Diagnostik nicht zugänglichen Bereichs basieren demgegenüber auf rein theoretischer Grund-
lage. Auch die in Abschnitt 4.1.1 postulierten Inhomogenitäten lassen sich somit im Experiment nicht
auflösen.
4.3.3 Experimentergebnisse
Wie in den beiden vorangegangen Abschnitten ausführlich motiviert, wurde zum Abschluss der Arbeit
das folgende Experiment durchgeführt: Ein Kohlenstofffolie von 0,5µm Dicke wurde von beiden Seiten
erneut von Phelix und nhelix mit je zwei möglichst identischen frequenzverdoppelten Pulsen bestrahlt.
Die Energie pro Puls von 30 J bei einer Halbwertsbreite von 7 ns wurde gemäß Simulationsrechnungen
mit RALEF-2D im Vorhinein bestimmt. Nach 7 ns lag dort eine Vollionisation des gesamten Targets vor.
Die Intensität beträgt 4 ·1011W/cm2 auf beiden Targetseiten. Sowohl gemäß der verwendeten Zustands-
gleichungen für Kohlenstoff [Bas85] als auch entsprechend den Ergebnissen für den Ionisationsgrad aus
Lösung der Saha-Gleichung wie in Abschnitt 5.5.1 dargestellt, ist Kohlenstoff in diesem Parameterbe-
reich vollionisiert. Die Schwankungen der Laserenergie in dieser Kampagne betrugen bei nhelix etwa
6% (1σ), im Fall von Phelix ca. 5% (1σ) (beides sehr stabile Werte für Hochenergielasersysteme).
Da sich bereits vor dieser Kampagne im letzten Verstärkerstab von nhelix kleinere Schäden im Mate-
rial auszubilden begannen, wurde darauf verzichtet, die Energie des Systems so hoch einzustellen wie
ursprünglich beabsichtigt. Stattdessen wurde die von Phelix leicht erhöht, so dass sich für Phelix ein
Mittelwert von etwa 33 J und für nhelix von ca. 27 J ergab.
Bei den Experimenten musste auf die in Abschnitt 3.4.1 beschriebene Linse mit der hochreflektierenden
Beschichtung für Licht der Grundwellenlänge verzichtet werden. Der zur Konversion eingesetzte Kris-
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Abbildung 4.14: Zeitintegrierte Aufnahme der Laser-Plasma-Wechselwirkung mit einer Spiegelreflexka-
mera.
tall ist optimal für eine Energie von 450 J in 1ns ausgelegt. Da in dieser Kampagne deutlich geringere
Energien sowie gleichzeitig längere Pulse benötigt wurden, musste mit einer Konversionseffizienz von
etwa 10% gearbeitet werden. Die Trennung des frequenzverdoppelten Anteils von der Grundwellenlän-
ge des Lasers erfolgte dabei mit Hilfe nur eines Trennspiegels. Dessen Trennungsverhältnis liegt je nach
Polarisation zwischen 98% und 90%. Diese wurde nach Durchlaufen des Kristalls jedoch bisher nicht
genau charakterisiert. Da die Linse für die Fokussierung des infraroten Phelixstrahls eine hinreichend
große Transmission von 92% für grünes Licht besaß, wurde diese verwendet. Die große Brennweite der
Linse von f = 4m sorgte dafür, dass der Fokus des noch vorhandenen Infrarotanteils etwa 10 cm hinter
dem Target liegt. Dies führt zu einem Sekundärfokusdurchmesser in der Targetebene von etwa 0,8 cm.
Selbst im Fall des geringsten angegebenen Trennungsverhältnisses reduziert sich die so erzeugte Intensi-
tät auf unter 1010 W/cm2. Abbildung 4.14 zeigt eine zeitintegrierte Aufnahme einer Spiegelreflexkamera
von der Laser-Plasma-Wechselwirkung. Dort ist auf dem Target rechts kein großes Sekundärplasma zu
erkennen. Auch die Analyse der freien Elektronendichte mit Hilfe des Interferometers deutet auf keine
erkennbaren Randeffekte verursacht durch einen zweiten großen Laserfokus mit Licht der Grundwellen-
länge hin.
Als Ionenstrahl wurde in diesem Experiment erneut Argon mit einem Eingangsladungszustand von 16+
gewählt. Die Energie betrug 4 MeV/u. Als Ionenstrahlquelle kam in diesem Experiment eine Hochstrom-
quelle (MUCIS - Multi-Cusp Ion Source) zum Einsatz, so dass keine Probleme mit nicht ausreichendem
Strahlstrom auftraten. Allerdings liefert diese nur mit 36 MHz Pulse, weshalb pro Schuss weniger Daten-
punkte gewonnen werden konnten.
In Abbildung 4.15 sind die Ergebnisse für die Energieverlustmessungen dargestellt, die während dieser
Kampagne gewonnen wurden. Analog zu Abschnitt 4.2.2 sind hier die Messwerte des Eingangsladungs-
zustands abgebildet, in diesem Fall 16+. Die dargestellten Daten wurden in diesem Fall jedoch mit einer
anderen Methode als in den vorigen Abschnitten ausgewertet. Dort wurde an die aufgenommenen Si-
gnale Gleichung 4.1 angepasst und die Position des Maximums der Gaußfunktion verwendet, die im Fall
einer gaußschen Pulsform identisch mit dem Schwerpunkt ist. Stattdessen wurden in diesem Fall die
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Abbildung 4.15: Energieverlust von Argon bei 4 MeV/u bei beidseitiger Bestrahlung einer Kohlenstofffo-
lie der Dicke 0,5µm durch die Lasersysteme Phelix und nhelix unter Verwendung der
zweiten Harmonischen.
Signale numerisch entfaltet. Die numerische Faltung zweier Signale bedeutet, dass der n-te Punkt des




S(n− i+ 1) · A(i) (4.2)
Hierbei steht die Funktion S(t) für das eigentlich zu detektierende Signal, das gefaltet mit der Antwort-
funktion A(t) das am Oszilloskop aufgezeichnete Signal bildet. Die Zeit t wird dabei diskretisiert und der
n-te Zeitpunkt setzt sich somit aus den entsprechenden Beiträgen des Signals zu früheren Zeiten zusam-
men. Da in diesem Experiment bei der 36 MHz-Quelle jedes Signal bei den Abfallzeiten des Detektors
die Nulllinie erreicht, lässt sich aus der obigen Summe direkt ein Gleichungssystem aufstellen. Der erste
Punkt des detektierten Signals bildet M(1) = S(1) · A(1), welches sich problemlos für S(1) lösen lasst,
der zweite Punkt ist M(2) = S(2) · A(1) + S(1) · A(2) usw.. Dieses Gleichungssystem ist eindeutig und
lösbar. Das entfaltete Signal am n-ten Punkt hat somit die Form:
S(n) =
M(n)−∑n−1i=1 S(i) · A(n− i+ 1)
A(1)
(4.3)
Dieses Vorgehen ist zunächst sehr einfach, jedoch ist, wie in der obigen Gleichung zu erkennen, dieses
Vorgehen nicht sehr stabil, da der Erfolg sehr stark von der anfänglichen Form der Antwortfunktion, ins-
besondere vom ersten Punkt A(1), abhängt. Es dürfen keine größeren Änderungen in der Steigung der
Antwortfunktion zu Beginn auftreten, da sich sonst bei den verwendeten Interpolationen und gewählten
Intervallgrößen (abhängig von den zeitlichen Längen der aufgezeichneten Signale und der Antwortfunk-
tion) auf den wenigen Punkten eines einzigen Mikropulssignals große Fehler ergeben. Vermeidet man
jedoch einen Fuß bei der Antwortfunktion und lässt diese direkt mit der Anstiegsflanke des Detektors
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steil beginnen, so ist dieses Verfahren sehr stabil und liefert konsistente Ergebnisse. Als Ankunftszeit des
Ionenpulses wurde der Schwerpunkt des entfalteten Signals gewählt. Im Vergleich zur Auswertung der
Daten mit Hilfe der Anpassung von Gleichung 4.1 an die Signale ließen sich keine Unterschiede feststel-
len. Die beiden Auswertungsmethoden sind also in der Praxis zueinander kongruent und austauschbar,
weshalb auf eine erneute Auswertung der in früheren Experimenten gewonnenen Daten verzichtet wur-
de. Der Vorteil der hier beschriebenen Methode ist, dass nur mit tatsächlich gemessenen Daten gearbeitet
wird und nicht mit „idealisierten“ Funktionen wie in Gleichung 4.1. Für die gewonnenen Ergebnisse in
Bezug auf die einfache Messung des Energieverlustes erweist sie sich jedoch als austauschbar.
Die dargestellten Daten in Abbildung 4.15 sind analog zu den vorigen aufgebaut. Der Zeitpunkt 0 ns ist
durch die Anstiegsflanke des nhelix-Lasers festgelegt. Die Experimentergebnisse wurden auf den Energie-
verlust in der kalten Folie mit 100% aus Gründen der besseren Vergleichbarkeit normiert. Zu erkennen
ist, dass sich zu Beginn der Laser-Plasma-Wechselwirkung der Energieverlust für etwa die ersten 2 ns im
Vergleich zu den Werten in der kalten Folie kaum ändert. Hervorzuheben ist an dieser Stelle, dass kein
Absinken des Energieverlustes zu Beginn der Heizung unterhalb des Werts des Festkörpers mehr beob-
achtet wird. Im Anschluss beginnt der Energieverlust stark anzusteigen und erreicht seinen maximalen
Wert nach etwa 6-7 ns. Hier haben, wie im Abschnitt 4.3.1 dargelegt, auch die Hydrodynamiksimulatio-
nen einen maximalen Wert gemessen an der Kombination aus maximalem Ionisationsgrad des Targets
und maximaler Flächenbelegung vorhergesagt. Leider wurde im Experiment der Zeitraum zwischen 6
und 9 ns nicht weiter aufgelöst, allerdings weist der Energieverlust bis ca. 11 ns nach Beginn der Laser-
Plasma-Wechselwirkung um 53% erhöhte Werte im Vergleich zum Festkörper auf. Anschließend beginnt
der Energieverlust verursacht durch die dreidimensionale Expansion des Plasmas zu sinken und erreicht
aufgrund der hohen Durchheizung des Targets bereits nach etwa 20 ns den Wert null. Die gemessenen
Daten geben also genau den in Abschnitt 4.3.1 ausführlich erläuterten erwarteten Verlauf des Energie-
verlustes wieder. Ein detaillierter Vergleich mit den durch die Theorie postulierten Werten ist in Kapitel
6 dargestellt.
Mit der Entwicklung des Ladungsspektrometers wurde neben der Vermessung des Energieverlustes auch
die Vermessung der Ladungsverteilung der Schwerionen im Plasma möglich. Diese Ergebnisse sollen im
folgenden Abschnitt erläutert werden.
4.4 Ladungsverteilung in Plasmen
4.4.1 Der Einfluss der Inhomogenitäten auf die Ladungsverteilung
Nach der ausführlichen Diskussion der Rolle der sich bei Bestrahlung mit inhomogenen Laserfoki aus-
bildenden Inhomogenitäten auf die Energieverlustmessungen soll kurz der Frage nachgegangen wer-
den, in wie weit sich diese auch auf die Ladungsverteilung der Schwerionen im Plasma auswirken. Die
Vorhersage gemäß Theorie ist in Abbildung 4.16 dargestellt. Wie in den vorangegangen Abschnitten
erläutert, sind die Auswirkungen auf den Energieverlust sehr deutlich. Im Fall der Ladungsverteilung
werden gemäß der in Kapitel 5 im Detail entwickelten Theorie für die berechnete Ladungsverteilung
des Ionenstrahls keine Abweichungen erwartet. Sowohl die Ladungsverteilung (linkes Bild) als auch der
mittlere Ladungszustand (rechtes Bild) unterscheiden sich zwischen den dünneren Bereichen von ca.
0-35µm und den verdichteten von ca. 35-60µm nach Austritt aus dem Target nur wenig. Das bedeutet,
diese sollte auch im Fall eines von Inhomogenitäten geprägten Plasmas zu frühen Zeiten bei Messun-
gen mit dem Ladungsspektrometer in Abschnitt 4.2.2 keine größeren Schwankungen oder unerwartetes
Verhalten aufweisen. Der Grund hierfür ist, dass sich die am Ende einstellende Ladungsverteilung im We-
sentlichen durch die Materie bestimmt ist, die der Ionenstrahl als letztes durchquert hat. Zu den frühen
Zeiten, die hier dargestellt sind, ist das Plasma räumlich nur gering ausgedehnt. Sowohl in den Bereichen
hoher Intensität als auch in den Bereichen niedriger Intensität sind die Unterschiede an vorhandener
55
Abbildung 4.16: Aus dem Target austretende Ladungsverteilung (links) und mittlerer Ladungszustand
(dargestellt durch die Farbskala) im Target von Argon (rechts) gemäß der in Kapitel 5
entwickelten Theorie in einem Kohlenstoffplasma bei Bestrahlung mit einem inhomoge-
nen Fokusprofil nach 4 ns.
hochionisierter Materie nicht so groß, dass sich bedeutende Variationen in der Ladungsverteilung ein-
stellen könnten. Allerdings ergeben sich in den kühleren dichten Bereichen durchaus Unterschiede, wie
in der rechten Abbildung an den weit ausgedehnten blauen Bereichen zu erkennen ist. Als Konsequenz
aus den niedrigeren Ladungszuständen in diesem Bereich lässt sich auch erkennen, dass sich am Ende
dort etwas weniger höhere Ladungszustände (17+ und 18+) gebildet haben als in den heißeren Teilen.
Dieser Effekt liegt jedoch im niedrigen einstelligen Prozentbereich. Demzufolge ist weder bei der Be-
strahlung mit der Fundamentalwellenlänge noch mit der zweiten Harmonischen ein merklicher Einfluss
der Inhomogenitäten auf die Ladungsverteilung der schweren Ionen im Plasma zu erwarten.
4.4.2 Die Ladungsverteilung von Calcium bei beidseitiger Bestrahlung mit der Grundwellenlänge
Bevor in diesem Abschnitt auf die Ergebnisse der Vermessung der Ladungsverteilung von Calcium im
Plasma eingegangen wird, wird zunächst die Kalibrierung und Charakterisierung des Ladungsspektro-
meters erläutert. Es wurde für das Experiment das Gesamtsystem bestehend aus den DBAs und den
einzelnen Detektoren kalibriert. Hierzu wurden Kennkurven zur Verstärkung jedes DBAs bei den ver-
schiedenen angelegten Verstärkungsspannungen aufgenommen. Anschließend wurden bei hoher Ver-
stärkungsspannung Einzelteilchensignale aufgenommen und aus ihnen eine Verteilung der Signalflä-
chen und der jeweilige Mittelwert für jeden Detektor errechnet. Diese wurde mit Hilfe der jeweiligen
DBA-Kennkurve auf den Wert der Verstärkungspannung im Experiment skaliert. Der Grund für dieses
Vorgehen ist, dass bei der im Experiment angelegten Spannung die Einzelteilchensignale nicht zweifels-
frei vom Rauschen zu unterscheiden sind und aufgrund zu geringer Signalgrößen in diesem sonst auch
Teilchen verloren gehen. Weiterhin wurde mit Hilfe des Umlenkmagneten vor dem Spektrometer der
komplette Ionenstrahl nur unter Verwendung des Eingangsladungszustandes über den Detektor gefah-
ren. Diese Methode führte zu identischen Ergebnissen wie die Einzelteilchenmessung, ist jedoch, je nach
Stabilität der Ionenstrahlquelle, unter Umständen problematisch.
Weiterhin gestaltete sich in dieser „Kalibrierungsstrahlzeit“ die Einstellung des Ionenstrahls, wie be-
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Abbildung 4.17: Ladungsverteilung von 48Ca bei 4,9 MeV/u in einer etwa 0,5µm dicken Kohlenstofffo-
lie bei beidseitiger Bestrahlung mit Phelix und nhelix bei Energien von rund 35 J pro
Strahl und einer Pulslänge von 8 ns. Zusätzlich ist der zeitliche Verlauf des Phelix- und
des nhelix-Lasersystems bei den jeweiligen Experimenten dargestellt. Die gestrichelten
Linien stellen die Gleichgewichtsladungsverteilung im Festkörper dar. Bei einer Messung
sind die sehr großen Fehlerbalken in dieser Kampagne angedeutet.
reits in Abschnitt 4.2.2 angedeutet, als schwierig. In den Simulationen des Strahlzweigs mit Hilfe des
Programms Mirko, die der Konstruktion des Spektrometers zu Grunde lagen, wurde eine bestimmte
Konfiguration der Quadrupolmagnete (betreffend die Reihenfolge: horizontal fokussierend - defokus-
sierend und umgekehrt) zu Grunde gelegt. Diese lag jedoch so am Messplatz entgegen der zuvor
eingeholten Informationslage nicht vor. Für die Konfiguration in dieser Kampagne lies sich keine op-
timale Fokussierung des Strahls in der Detektorebene erreichen. Weiterhin ist die vertikale Apertur des
Umlenkmagneten vor dem Spektrometer deutlich geringer als die der vorangehenden Dipole in der
Strahlführung. Dies führte dazu, dass sich mit dieser Anordnung keine optimale Fokussierung auf die
einzelnen Detektoren mit der ursprünglichen Auslegung von 7x20 mm2 Fläche finden ließ, weshalb die-
se in der letztlich verwendeten Einstellung teilweise, abhängig vom jeweiligen Ladungszustand, auf der
Höhenachse von der Apertur des Umlenkmagneten beschnitten wurden. Somit mussten die aufgenom-
men Ladungsverteilungen aufgrund der ladungszustandsabhängigen Reduzierung des Strahlstroms zu
einer anderen Messung skaliert werden. In [SKA+05] wurde die Ladungsverteilung von Calcium bei
der gleichen Energie in kalten Kohlenstofffolien vermessen, weswegen die Ergebnisse in dieser Veröf-
fentlichung als korrekte Werte angenommen und die gemessenen Kaltfolienverteilungen somit korrigiert
wurden. In der direkten Messung war der Eingangsladungszustand 18+ überrepräsentiert, da dieser die
geringsten räumlichen Abmessungen hatte. Eine Umpolung der Quadrupolmagnete und der Bau weite-
rer Diamanten mit etwas breiteren Detektorflächen, um auf die tatsächlich im Experiment erreichbare
geometrische Form der Ladungsverteilung in der Detektorebene flexibler reagieren zu können, hat dieses
Problem inzwischen behoben. Somit konnten im anschließenden Abschnitt 4.3 die kompletten Strahlen
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ohne Korrekturfaktoren aufgenommen werden.
Die nun vermessene – wie oben beschrieben leicht korrigierte – Ladungsverteilung ist in Abbildung 4.17
dargestellt. Die Zeitachse wurde wie in Abbildung 4.9 gewählt. Für Zeiten kleiner 0 ns sind die Wer-
te für die kalte Folie dargestellt. Dort ist zu erkennen, dass die Ladungsverteilung am stärksten durch
den Eingangsladungszustand geprägt ist. Die beiden nächsten Nachbarzustände tragen weitere 30%
(17+) bzw. 15%(19+) bei. Mit Beginn der Laser-Plasma-Wechselwirkung wird zunächst ein kurzzeiti-
ges Anwachsen der niedrigeren Ladungszustände 16+ und 17+ beobachtet, wohingegen 18+ und 19+
etwas sinken. Mit fortschreitender Zeit wird die Ladungsverteilung immer schmaler, so dass diese zum
Großteil durch den Eingangsladungszustand determiniert ist (60%). Alle benachbarten Ladungszustän-
de sinken, unabhängig ob höher oder niedriger. Die gestrichelten Linien stellen dabei zum Vergleich den
Gleichgewichtsladungszustand in kalter Materie dar. Ein Einfluss der Inhomogenitäten zu Beginn der
Plasmabildung ist nicht zu erkennen und war wie im vorangegangen Abschnitt erläutert auch nicht zu
erwarten. Dies ist ein weiteres experimentelles Argument für die Richtigkeit der Erklärung der Abwei-
chung der Energieverlustdaten zu frühen Zeiten durch die Anwesenheit der massiven Inhomogenitäten
im Plasma. Nach Ende der Laserpulse beginnt der Anteil der niedrigeren Ladungszustände wieder zu
wachsen, da die Dichte des Plasmas weiter reduziert wird und bei den etwas niedrigeren Temperaturen
dieses teilweise zu rekombinieren beginnt. Insgesamt lässt sich also mit dem Spektrometer durchaus
ein Plasmaeffekt auf die Ladungsverteilung beobachten und die Messungen untereinander zeigen auch
ein konsistentes Bild, wenngleich die Schwankungen der Messwerte größer sind als erwartet. Durch das
etwas stärkere Absinken des Ladungszustandes 17+ im Vergleich zum Ladungszustand 19+ im Plasma
ist der sich einstellende mittlere Ladungszustand im Plasma sogar etwas höher als im Festkörper. Die-
se Systematik lässt sich erkennen, allerdings muss darauf hingewiesen werden, dass die auftretenden
Veränderungen zu einem großen Teil im Rahmen der Fehlerbalken liegen. Diese sind bei einer Messung
angedeutet. Zwecks Übersichtlichkeit der Grafik wurde für die weiteren Datenpunkte auf das Hinzufü-
gen der Fahlerbalken verzichtet. Im nachfolgenden Experiment, in dem eine verbesserte Transmission,
ein größerer Strahlstrom aufgrund einer stärkeren Quelle und insbesondere die Beschneidung des Strahls
vermieden wurde, fallen die Fehler deutlich geringer aus. Somit liegt der Verdacht nahe, dass diese durch
den geringen die Detektoren erreichenden Strahlstrom im Experiment begründet sind.
4.4.3 Die Ladungsverteilung von Argon bei beidseitiger Bestrahlung mit der zweiten
Harmonischen
In Abbildung 4.18 ist die zeitliche Entwicklung der vermessenen Ladungsverteilung von Argon nach
Durchquerung des Targets aufgetragen. Vermessen wurden dabei die Ladungszustände 14+ bis 18+,
die gemäß der Theorie über 98% der Ladungsverteilung ausmachen. Wie zu erkennen, fallen die Feh-
lerbalken der Ladungsverteilung im Vergleich zu Abbildung 4.17 im vorangegangen Abschnitt deutlich
kleiner aus, was durch den höheren Strahlstrom in dieser Kampagne zu erklären ist. In den Fehlerbal-
ken sind ebenfalls die Schwankungen der verschiedenen Schüsse untereinander berücksichtigt, die sich
aufgrund leicht verschiedener Mittelwerte von Messung zu Messung ergeben. Sie sind jedoch wie zu
erwarten nur äußerst gering. Dies spricht dafür, dass sich schon bei einer Foliendicke von 0,5µm bereits
eine Gleichgewichtsladungsverteilung im Festkörper eingestellt hat. Allerdings kam es im Rahmen dieser
Experimentkampagne zu Veränderungen in der Strahllage des Beschleunigers, verursacht durch Modi-
fikationen am Hauptexperiment. Diese wurden nur unzureichend korrigiert, weshalb das Spektrometer
nicht mehr optimal getroffen wurde, was anschließend in der Auswertung sichtbar wurde. Jener Fakt be-
trifft die in Abschnitt 4.3.3 vorgestellten Messungen zum Energieverlust nicht, die zur Ladungsverteilung
in diesem Abschnitt hingegen schon. Deshalb war für einige Experimente die anschließende Skalierung
der aufgenommenen Ladungsverteilung auf die Messungen zur Ladungsverteilung in der kalten Folie
notwendig. Sie ist unproblematisch, etwaige Veränderungen werden problemlos detektiert. Das ist auch
der Grund, warum auf den zusätzlichen Zeitaufwand zur erneuten Justage während des Experiments
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Abbildung 4.18: Ladungsverteilung von Argon bei 4 MeV/u im Festkörper und im Plasma.
verzichtet wurde. Trotzdem sind diese skalierten Daten in der genannten Abbildung zur Unterscheidung
mit einem Dreieck markiert. Die unveränderten, direkt aus der durch Integration der Signalflächen ge-
wonnenen Daten, sind die mit einem Stern als Markierung zwischen den Fehlerbalken. Im Unterschied zu
Abschnitt 4.4.2 gehen in die Skalierung keine fremden, sondern nur die mit dem Spektrometer selbst ge-
wonnenen Daten ein. Der Zeitpunkt 0 ns wurde erneut auf 20% der Laseranstiegflanke des nhelix-Lasers
gelegt. Aufgrund der großen Anzahl an Experimenten in diesem Bild sind exemplarisch je ein zeitlicher
Verlauf von Phelix und nhelix dargestellt. Die zeitlichen Schwankungen der Laseranstiegsflanken unter-
einander betrugen weniger als 1 ns. Der scheinbar deutlich langsamere Abfall des Phelixdiodensignals ist
dabei durch die Diode begründet. Für Zeiten kleiner als 0 ns ist die Ladungsverteilung konstant. Sie wird
leicht dominiert vom Eingangsladungszustand mit etwa 37%. Etwas geringere Anteile von ca. 27% bzw.
23% weisen die beiden Nachbarn 15+ bzw. 17+ auf, wohingegen die Ladungszustände am Rand 14+
und 18+ mit ca. 7% und 5% nur eine geringe Rolle spielen. Hier sind aufgrund der geringeren Teil-
chenzahlen die relativen Schwankungen etwas größer. Die stark besetzten Ladungszustände weisen im
Bereich des Festkörpers untereinander Fluktuationen in der Signalfläche von 6-8% auf, was im Bereich
der in Abschnitt 3.3.1 formulierten Erwartungen liegt. Direkt zu Beginn der Bestrahlung des Targets mit
den beiden Heizlasern ändert sich zunächst wenig an der Ladungsverteilung. Ein leichter Anstieg des
Eingangsladungszustandes im Vergleich zu den höheren ist zu erkennen, allerdings ergeben sich zunächt
keine größeren Veränderungen. Mit weiter fortschreitender Laser-Plasma-Wechselwirkung jedoch begin-
nen die im Vergleich zum Eingangsladungszustand niedrigeren Ladungszustände 14+ und 15+ merklich
zu sinken, wohingegen der Eingangsladungszustand selbst als auch die höheren zu wachsen beginnen.
Nach ca 8-10 ns ergibt sich für erstere eine Art Minimum, für zweitere ein Maximum. Danach beginnt
der Anteil der niedrigeren Ladungszustände wieder zu steigen, wohingegen die höheren erneut sinken.
Dies ist durch das Ende des Heizlaserpulses und der langsam einsetzenden Rekombination des Plasmas
sowie durch die Abnahme der Flächenbelegung des Targets zu erklären. Eine detaillierte Analyse und
Interpretation der hier gewonnenen Messdaten mit Hilfe der Theorie erfolgt in Abschnitt 5. Insgesamt
ergibt sich ein sehr systematisches und zusammenhängendes Bild mit deutlich geringeren Schwankun-
gen im Vergleich zu Abbildung 4.17. Es wurden somit in dieser Experimentgeometrie zu verschiedenen
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Zeiten tatsächlich höhere Ladungszustände im Plasma, nicht nur im Vergleich zum kalten Gas, sondern
insbesondere im Vergleich zum Festkörper gemessen.
4.5 Fazit
Zusammenfassend wurde in diesem Kapitel eine kontinuierliche Entwicklung und Verbesserung des Ex-
periments und der Qualität der so gewonnenen Daten vorgestellt. Der Übergang zur Heizung von beiden
Seiten, wie in der vorliegenden Arbeit erstmals durchgeführt, insbesondere unter Verwendung der zwei-
ten Harmonischen der beiden Lasersysteme, zeigt genau die Systematiken, die sich aus der Theorie bzw.
der Simulation der Laser-Plasma-Wechselwirkung ergeben. Deshalb kann mit einer großen Sicherheit
von der Richtigkeit der in den Abschnitten 4.1.1 und 4.3.1 vorgestellten Erklärung ausgegangen wer-
den. Die zuletzt gewonnenen Daten für den Energieverlust weisen keinen Rückgang zu Beginn mehr auf,
und bereits während der Laser-Plasma-Wechselwirkung wird genau zum mit Hilfe von Hydrodynamiksi-
mulationen vorhergesagten Zeitpunkt eine maximale Überhöhung des Energieverlustes gemessen. Wie
gut die Daten quantitativ erklärt werden können, dieser Frage wird in den Kapiteln 5 und 6 nachgegan-
gen. Hierzu muss zunächst ein theoretisches Modell entwickelt werden, das in den folgenden Kapiteln
vorgestellt wird.
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5 Die theoretische Beschreibung der Umladung
von Schwerionen in Plasmen
In diesem Kapitel wird ein ausführliches Programm zur Berechnung der Ladungsverteilung von Schwe-
rionen in Plasmen vorgestellt. Dabei wird zunächst die Notwendigkeit einer schalenabhängigen Beschrei-
bung von Projektil und Ladung erläutert. Anschließend werden die für diese Arbeit wesentlichen Punkte
des Programms ETACHA [RVS96] kurz vorgestellt, das die Grundlage der Entwicklung eines Codes zur
Berechnung der Ladungsverteilung von schweren Ionen in Plasmen bildet. Die von ETACHA berech-
neten Wirkungsquerschnitte erfahren zunächste eine Korrektur für kalte Materie, im Anschluss wird
die Entwicklung eines Monte-Carlo-Programms mit modifizierten Wirkungsquerschnitten für die Um-
ladung dargelegt. Diese Modifikationen werden erläutert, ein besonderes Augenmerk wird dabei der
dielektronischen Rekombination zukommen. Die Auswirkungen werden über verschiedene Parameter-
bereiche untersucht und eventuelle Probleme und Grenzen der Modellierung aufgezeigt. Der Einfluss
gekoppelter Prozesse, wie Anregung und anschließender Ionisation des Projektils sowie die Rekombina-
tion in höhere Schalen und anschließendem Zerfall in Konkurrenz zu einer erneuten Ionisation werden
ausführlich erläutert. Der Einfluss dieser Prozesse, die sich nur durch die Betrachtung der einzelnen
Schalen des Projektils und des Wechselspiels verschiedener Prozesse gewinnen lassen, führt zumindest
teilweise zu Ergebnissen, die den ursprünglich formulierten Erwartungen aufgrund des Verhaltens der
Wirkungsquerschnitte für direkte Ionisation und Rekombination in Plasmen widersprechen.
5.1 Die Ratengleichung der Umladung
Dringt ein Schwerion in Materie ein, so erfährt es unter anderem einen Energieverlust und – stark ab-
hängig von seiner Geschwindigkeit – steigt oder sinkt die Wahrscheinlichkeit, dass es zu einer Ladungs-
zustandsänderung kommt. Für die Umladung existiert eine Vielzahl an Prozessen. Die für diese Arbeit
maßgeblichen sind bereits in Abschnitt 2.2.3 vorgestellt worden. Unabhängig vom konkreten Prozess
stellt sich eine statistische Verteilung ein, die sich im Target dynamisch ändert. Eine solche Größe lässt










Hierbei stehtσi j für den Wirkungsquerschnitt des Umladungsprozesses qi → q j. fi ist dabei der Anteil des
entsprechenden Ladungszustandes qi. Dies ist die zunächst einfachst mögliche Weise der Beschreibung,
die jedoch schon eine Vielzahl an Effekten beinhaltet. In dieser Arbeit ist aufgrund der starken Expansi-
on des Targets im Experiment die Beschreibung der Abhängigkeit der Umladung von unterschiedlichen
Dichten des Targets wichtig. Deshalb müssen sowohl die verschiedenen Elektronenpopulationen der
Schalen des Projektils als auch die Umladungsquerschnitte für diese Schalen berechnet werden. Auf-
grund der sich einstellenden Gradienten in den Plasmaparametern ergibt sich die Notwendigkeit zur
Modellierung gekoppelter Prozesse. Dies betrifft die Beiträge von Anregung und anschließender Ioni-
sation oder den Einfang von Elektronen in höhere Schalen und anschließendem Zerfall in niedrigere
Energieniveaus. Da die Bindungsenergien von Schale zu Schale stark variieren, ergeben sich hier deut-
liche Effekte. Weiterhin ist im Fall von Plasmen zwecks Modellierung des Ionisationsgrades auch eine
schalenabhängige Beschreibung des Targets zumindest in Teilen notwendig. Dies führt zu einer massiven
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Vervielfachung der Anzahl der Differentialgleichungen, da die fi nun abhängig von der genauen Elektro-
nenkombination des Projektils sind. Eine vollständige Beschreibung des Projektils mit allen Schalen und
erdenklichen Konfigurationen ist in der Praxis nicht möglich. Für Vielelektronensysteme entfernen sich
die theoretisch berechneten Werte für verschiedene Umladungsquerschnitte je nach Modell sehr schnell
weit von der Realität. Für Ionen im hier betrachteten Energiebereich sind jedoch nur noch wenige Elek-
tronen tatsächlich am Kern des Projektils gebunden, was zu einer deutlichen Verringerung der Anzahl der
benötigten Schalen führt. Ein Ansatz zur Berechnung der Ladungsverteilung und Lösung der genannten
Ratengleichung, wie er in ETACHA realisiert wurde, wird im übernächsten Abschnitt vorgestellt. Zu-
nächst sollen jedoch kurz das Slatersche Atommodell und die im weiteren Verlauf häufig verwendeten
Slaterzahlen vorgestellt werden.
5.2 Das Slatersche Atommodell und Slaterzahlen
Wie im vorigen Abschnitt erläutert, sind die Wirkungsquerschnitte für die Ladungsaustauschreaktio-
nen stark von der Schale und damit von der Bindungsenergie abhängig. Bei der Beschreibung von
Atomstrukturen in ETACHA kommt an allen Stellen, wo beispielsweise verschiedene Abschirmungen
von Projektil und Target durch Elektronen eine Rolle spielen, das Slatersche Atommodell [Sla30] zum
Einsatz. Dieses Modell besitzt den Vorteil, dass es eine sehr schnelle Berechnung der benötigten Para-
meter ermöglicht und im Rahmen der benötigten Genauigkeit hinreichend genaue Ergebnisse liefert.
Es basiert auf der Annahme wasserstoffähnlicher Wellenfunktionen, wobei je nach Schalenkonfiguration
modifizierte Hauptquantenzahlen n∗ verwendet werden, die damit die Abschirmung des Kernpotentials















Hierbei stehen die Größen Z ,s,a0 für die Kernladungszahl, die Abschirmkonstante und den Bohr’schen
Radius. Sowohl die Abschirmkonstanten als auch die angepassten Hauptquantenzahlen sind durch se-
miempirische Größen gegeben:
Hauptquantenzahl n 1 2 3 4 5 6
mod. Hauptquantenzahl n∗ 1 2 3 3,7 4,0 4,2
Die Hauptschalen werden zusätzlich in mehrere Gruppen unterteilt, wobei die jeweiligen s- und p-
Orbitale zusammengefasst, d- und f-Orbitale jedoch von diesen unterschieden werden. Die Abschirm-
konstante s berechnet sich nach den folgenden Regeln:
• Keine Beiträge zur Abschirmung von weiter außen gelegenen Schalen
• Ein Beitrag von 0,35 von jedem Elektron mit der gleichen Hauptquantenzahl, für 1s-Elektronen
beträgt dieser Wert 0,30.
• Ist das betrachtete Orbital ein sp-Orbital, so trägt jedes Elektron der nächstinneren Schale mit 0,85
zur Abschirmung bei, jedes weiter innen gebundene Elektron mit 1,0.
• Für d- und f-Orbitale tägt jedes weiter innen gebundene Elektron mit 1,0 zur Abschirmung bei.
5.3 Der ETACHA code
Wie bereits in den vorherigen Abschnitten erwähnt, handelt es sich bei ETACHA um ein Programm zur
Berechnung der Ladungsverteilung von schweren Ionen in Materie. Die Besonderheiten sind dabei die
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folgenden: Die Anzahl der betrachteten Schalen wird auf drei Schalen begrenzt, wobei die K-, L- und
M-Schalen jeweils in die Unterschalen 1s, 2s, 2p, 3s, 3p, und 3d aufgespalten werden. Der Hintergrund
ist, dass bei Ionen genügend hoher kinetischer Energie nur wenige gebundene Elektronen existieren.
Je höher die Hauptquantenzahl der Schale und somit je geringer die Bindungsenergie, umso größer ist
die Ionisationswahrscheinlichkeit für dort gebundene Elektronen. Um den Rechenaufwand moderat zu
halten, werden alle Elektronen, die in höhere Schalen als die M-Schale angeregt werden, als ionisiert
betrachtet. Auch erfolgt aus dem gleichen Argument der postulierten sofortigen Ionisation der hoch an-
geregten Zustände, dass für diese keine Rekombinationsquerschnitte betrachtet werden müssen. Diese
sind im konkreten Fall, in Anlehnung an das in dieser Arbeit durchgeführte Experiment, mit einem im
Vergleich zum Target schweren Projektil sehr viel größer als für niedrige Schalen. Es wird jedoch ange-
nommen, dass die dort eingefangenen Elektronen, aufgrund der höheren Lebensdauer hoch angeregter
Zustände, noch deutlich vor einem Zerfall in tiefere, energetisch gesehen stabilere Niveaus erneut direkt
ionisiert werden. Dies reduziert die Anzahl der Ratengleichungen enorm. Aber selbst mit dieser Begren-
zung auf die besagten sechs Unterschschalen bleiben noch insgesamt 14553 mögliche Zustände eines
jeden Projektils. In ETACHA selbst werden, um eine Lösung dieser gekoppelten Differentialgleichungen
zu ermöglichen, die ersten beiden Schalen von der M-Schale getrennt und erst hinterher wieder zu-
sammmengefügt. Somit ergeben sich letztlich für K und L (3x3x7) sowie für M (3+7+11) nun nur noch
84 Zustände. Für Details hierzu sei [RVS96] empfohlen. ETACHA selbst wurde für Projektilkernladungs-
zahlen im Intervall von Z=1-28 entwickelt und im Energiebereich von 10-80 MeV/u erfolgreich getestet.
Wie in [Bla98] gezeigt und im folgenden Abschnitt beschrieben, kann mit Hilfe einer weiteren Skalie-
rung der Wirkungsquerschnitte der Anwendungsbereich mit guten quantitativen Ergebnissen auch auf
die etwas niedrigeren Energien in dieser Arbeit ausgedehnt werden. Die Wirkungsquerschnitte für die
verschiedenen Ladungsaustauschreaktionen von ETACHA werden dabei mit Hilfe der folgenden, nicht
rechenzeitintensiven Verfahren berechnet:
• Der strahlungsfreie Elektroneneinfang NRC wird über eine analytische Näherung aus der Eiko-
nalnäherung ([MAE+85]) mit relativistischen H-Wellenfunktionen berechnet.
• Zur Bestimmung des radiativen Elektroneneinfangs REC wird die Bethe-Salpeter-Formel mit H-
Wellenfunktionen verwendet ([BS57]).
Die so bestimmten Rekombinationsquerschnitte werden anschließend in beiden Fällen mit der
Anzahl der in der jeweiligen Schale vorhandenen Löcher skaliert (Unabhängiges-Elektron-Modell
[RCP+89]).
• Der Wirkungsquerschnitt für die Ionisation aus einer Unterschale wird in der „plane-wave Born
approximation“ (PWBA) [KCM69, Cho73] berechnet. Das Projektil wird dabei als ebene Wel-
le beschrieben. Die gebunden Elektronen werden durch gemäß des Slatermodells abgeschirmte
Wasserstoffwellenfunktionen beschrieben. „Screening-“ und „Anti-screening“-Effekte durch die ge-
bundenen Targetelektronen werden gemäß [Anh85] berücksichtigt. „Anti-screening“ entspricht der
Ionisation des Projektils durch die Wechselwirkung mit dem Feld des gebundenen Targetelektrons.
Der gefundene Wert wird mit der Anzahl der gebundenen Elektronen in der jeweiligen Schale
skaliert.
• Die Anregung wird ebenfalls in der PWBA berechnet. Der resultierende Wirkungsquerschnitt ist
jedoch proportional sowohl zur Anzahl der gebundenen Elektronen in der Ausgangsschale als auch
zur Anzahl der Löcher in der Endschale. Anregungen in höherenergetische Schalen als die M-Schale
werden zur Ionisation hinzugefügt.
• Radiative und Augerzerfallsraten werden aus Tabellen entnommen [BS57, Kra79a].
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Abbildung 5.1: Ladungsverteilung von Calcium bei 4,9 MeV/u in Kohlenstofffolien der angegebenen Di-
cke. Weiterhin sind die Ergebnisse der Berechnungen mit ETACHA als durchgezogene Li-
nien unter Verwendung der angepassten Wirkungsquerschnitte angegeben.
5.4 Experimentelle Bestimmung der Wirkungsquerschnitte für die Umladung in kalter Materie
Die theoretische Beschreibung der Ladungsverteilung von Schwerionen in Materie ist eine komplexe
Aufgabe. Bereits ETACHA für hohe Energien verwendet hierfür eine Reihe moderner Theorien wie im
obigen Abschnitt geschildert. Die Ergebnisse des Codes sind dabei relativ gut, jedoch ergeben sich ins-
besondere für Energien unter 10 MeV/u bei den hier untersuchten Projektilen merkliche Abweichungen
von den experimentellen Ergebnissen. Deshalb wird im Rahmen dieser Arbeit versucht, die theoretisch
berechneten Werte von ETACHA zu korrigieren. Das geschieht dabei wie im Folgenden beschrieben.
Die sich einstellende Ladungsverteilung des Projektils hängt von der Größe der Wirkungsquerschnit-
te der verschiedenen an der Umladung beteiligten physikalischen Prozesse ab. Nach einer genügend
großen Eindringtiefe in Materie stellt sich – wie in Abschnitt 2.2.3 beschrieben – ein dynamischer
Gleichgewichtsladungszustand ein. Dieser ist prinzipiell durch das direkte Verhältnis zwischen sämt-
lichen Ionisations- und Rekombinationswahrscheinlichkeiten bestimmt. Eine Multiplikation sämtlicher
Querschnitte mit einer beliebigen Zahl führt also zu keiner Änderung des sich einstellenden Ladungs-
zustandes. Somit lässt sich aus einer einfachen Messung der Gleichgewichtsladungsverteilung nur das
Verhältnis der Wirkungsquerschnitte bestimmen, jedoch nicht deren absolute Größe. Bei sehr geringen
Foliendicken ist dies jedoch anders. Wie in Abbildung 5.2 zu erkennen, muss der Ionenstrahl eine gewis-
se Strecke Materie durchqueren, bis sich tatsächlich ein Gleichgewicht in der Ladungsverteilung einstellt.
Während dieser Nichtgleichgewichtsphase bei nur geringen Mengen durchquerter Materie ist jedoch das
Verhältnis zwischen – im Folgenden vereinfacht gesprochen – Ionisation und Rekombination nicht fest.
Eine verschiedene Größe der Querschnitte trotz gleichem Verhältnis würde zu unterschiedlich schnellem
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Anwachsen und Ausbilden der Ladungsverteilung führen. Das Anpassen der Wirkungsquerschnitte in
ETACHA und Lösen der 84 Ratengleichungen zur Bestimmung der sich einstellenden Ladungsverteilung
erlaubt damit die Bestimmung der Wirkungsquerschnitte aus den experimentellen Daten, die aus der
Vermessung sehr dünner Folien gewonnen wurden. Allerdings ist diese Methode aufgrund der prinzipi-
ell großen Zahl der freien Parameter nicht eindeutig, und zwar auch unabhängig von der Anzahl der
aufgezeichneten experimentellen Datenpunkte, da verschiedene Prozesse teilweise das gleiche Verhal-
ten der Ladungsverteilung bewirken. Allerdings sind im Fall der Wechselwirkung des Ionenstrahls mit
kalter Materie einige wenige Prozesse als dominant auszumachen. Weiterhin liefert die Theorie Ergeb-
nisse, die eine freie Skalierung verschiedener Parameter deutlich beschränken. Auch sind die „Fehler“
bei den verwendeten Rechenmethoden qualitativ bekannt. So liefert die PWBA für Ionisation und An-
regung bereits meist sehr gute Ergebnisse, wohingegen die Eikonalnäherung für den nicht-radiativen
Einfang zu kleine Werte liefert. Zur Anpassung der Ladungsverteilung wurde im Rahmen dieser Arbeit
eine Optimierung in Matlab entwickelt. Diese bindet ETACHA in Matlab ein und skaliert dabei die von
ETACHA berechneten Wirkungsquerschnitte. Begonnen wird dabei mit den rein theoretischen Ergebnis-
sen des Codes. Dann werden für eine grobe Anpassung zunächst nur 2 Parameter variiert, nämlich nur
die Ionisations- und Rekombinationsquerschnitte für alle Schalen mit dem gleichen Faktor. Nach dieser
ersten Anpassung werden die Einfangsquerschnitte jeweils für die K-, L- und M-Schale untereinander va-
riiert, um anschließend in einem engen Bereich um die dann gefundenen Werte noch einmal tatsächlich
mit sechs Parametern eine feinere Anpassung vorzunehmen. Das bedeutet jeweils drei für die Ionisation
und drei für die Rekombination der genannten Schalen. Die Unterschalen untereinander werden dabei
nicht variiert sondern bleiben gemäß den Ergebnissen von ETACHA verknüpft. Die Ergebnisse dieser
Anpassung sind in Abbildung 5.1 für Calcium bei 4,9 MeV/u als durchgezogene Linien dargestellt. Wie
dort zu erkennen, lässt sich durch die Optimierung eine gute Übereinstimmung zwischen experimen-
tellen Ergebnissen und skalierter theoretischer Berechnung erzeugen. Die so gewonnen Werte für die
Wirkungsquerschnitte sind in der folgenden Tabelle aufgelistet. Sie beschreiben dabei im Fall von Ioni-
sation und Anregung ein wasserstoffähnliches, im Fall der Rekombination den Fall eines vollionisierten
Projektilions. Die Einheiten sind 10−20 cm2.
Schale 1s 2s 2p 3s 3p 3d
Mech. Einfang 4,78 20,04 60,13 24,60 73,83 123,03
Rad. Einfang 0,15 0,02 0,02 0,01 0,01 0,00
Ionisation 2,14 61,86 68,20 156,06 156,06 156,06
Anregung nach n>3 0,42 48,86 57,92 318,10 361,96 401,00
Anregung 1s→ 2s-3d 0,53 1,93 0,10 0,34 0,03
Anregung 2s→ 2p-3d 13,31 25,81 45,58 45,58
Anregung 2p→ 3s-3d 4,46 15,39 79,89
Anregung 3s→ 3p-3d 310,36 583,44
Anregung 3p→ 3d 285,72
Für den radiativen Einfang wurden direkt die Werte der Bethe-Salpeterformel verwendet. Auch die Ta-
bellenwerte in ETACHA für Zerfallsraten und Augerprozesse wurden unverändert gelassen. Für Argon
bei 4 MeV/u wurde das besagte Prozedere bereits von Hand in [BRH06] durchgeführt, in diesem Fall je-
doch nicht mit dem selbst-entwickelten Spektrometer sondern am „Helmholtz-Zentrum für Materialien
und Energie“ in Berlin. Anhand dieser Daten wurde auch die oben vorgestellte Optimierung getestet und
führte zu identischen Ergebnissen. Die Form der Ladungsverteilung ist in Abbildung 5.2 dargestellt. Im
Unterschied zu Abbildung 5.1 erkennt man, dass das Ausbilden der Ladungsverteilung etwas schneller
voranschreitet. Dies ist durch die etwas geringere Projektilenergie und die etwas höherenergetischen
Projektilschalen aufgrund der niedrigeren Kernladungszahl Z begründet. Dementsprechend sind auch
die dort gewonnenen Wirkungsquerschnitte für Argon etwas größer als die für Calcium, welche in der
folgenden Tabelle aufgelistet sind. Die Einheiten sind erneut 10−20 cm2.
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Abbildung 5.2: Entwicklung der verschiedenen Ladungszustände von Argon bei einer Energie von 4,0
MeV/u in Kohlenstoff bei einem Eingangsladungszustand von qin = 16+ aus [BRH06].
Die Linien entsprechen der aus den Ratengleichungen gewonnenen Lösung, die Quadrate
den experimentellen Datenpunkten.
Schale 1s 2s 2p 3s 3p 3d
Mech. Einfang 11,00 26,90 95,60 57,60 156,50 290,40
Rad. Einfang 0,31 0,01 0,08 0,07 0,08 0,00
Ionisation 4,33 83,17 91,20 255,82 255,82 255,82
Anregung nach n>3 0,84 59,42 69,34 406,37 453,91 484,18
Anregung 1s→ 2s-3d 1,06 3,85 0,21 0,67 0,07
Anregung 2s→ 2p-3d 15,49 15,49 26,42 54,35
Anregung 2p→ 3s-3d 5,56 18,17 86,81
Anregung 3s→ 3p 329,47 676,33
Anregung 3p→ 3d 343,52
5.5 Etacha: Stöße mit Atomen/Ionen
Mit Hilfe des vorgestellten ETACHA-Codes und der im vorigen Abschnitt vorgestellten Anpassung der
Wirkungsquerschnitte für kalte Materie lassen sich die so gewonnen experimentellen Daten für kalte
Materie zufriedenstellend beschreiben. Um jedoch auch den Plasmafall beschreiben zu können, müs-
sen die ETACHA-Rechenroutinen sowohl modifiziert als auch durch die Berechnung der Wirkungsquer-
schnitte für kalte Materie ergänzt werden. Das Vorgehen wird in diesem Abschnitt vorgestellt. Weiterhin
werden die sich aus diesen Anpassungen der Rechenroutinen ergebenden Änderungen im Detail unter-
sucht. Abschließend wird der konkrete Aufbau des Monte-Carlo-Codes vorgestellt. Zunächst soll jedoch
kurz die Lösung der Saha-Gleichung vorgestellt werden. Diese wird an verschiedenen Stellen verwendet,
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um sowohl den Ionisationsgrad des betrachteten Kohlenstoffplasmas in Abhängigkeit von Dichte und
Temperatur zu beschreiben als auch insbesondere die Ladungsverteilung der Plasmaionen.
5.5.1 Lösung der Saha-Gleichung
An verschiedenen Stellen in diesem und dem nächsten Abschnitt wird der Ionisationsgrad und oft auch
die Ladungsverteilung der Plasmaionen benötigt. Zur Bestimmung dieser beiden Größen wird meist
auf die Saha-Gleichung zurückgegriffen. Zu ihrer Lösung wird entsprechend der Methode aus [ZBD00]
vorgegangen. Es lässt sich das folgende Gleichungssystem (Gl. 5.3 - 5.5) aufstellen:
Z∑
r=0
αr = 1. (5.3)
Hierbei steht αr für den Anteil des entsprechenden Ionisationsgrades r an der Gesamtteilchenzahldichte
nH , definiert über αr = nr/nH . Die Gleichung stellt also eine Normierung dar.
Z∑
i=1
iαi = Zav (5.4)
Z entspricht der Kernladungszahl des Materials, Zav dem durch die Gleichung definierten mittleren















= fr+1 r = 0,1, ..., (Z − 1) (5.5)
Dies ist die Saha-Gleichung, die bereits auf Seite 9 als Gleichung 2.11 dargestellt wurde. Die Zustands-
summe des Ionisationsgrades r wird hier mit Ur bezeichnet, die Boltzmannkonstante mit kB, das Planck-
sche Wirkungsquantum mit h und die mittlere Ionisationsenergie des Ions der Ladung r mit Ir . Der in































Zur tatsächlichen Lösung dieser Gleichung wurden die Zustandssummen durch die statistischen Gewich-
te g im Grundzustand angenähert und ebenso wie die Ionisierungsenergien für Kohlenstoff aus [WFD96]
entnommen. Das entstehende lineare Gleichungssystem kann anschließend gelöst werden.
Die im Rahmen dieser Arbeit erzeugten Laserplasmen erstrecken sich über einen Parameterbereich der
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Abbildung 5.3: Verlauf des mittleren Ionisationsgrades von Kohlenstoff bei verschiedenen Dichten in Ab-
hängigkeit der Temperatur gemäß der Lösung der Sahagleichung.
Ionendichte startend von der Festkörperdichte bei nI = 1023 cm−3 über die kritische Dichte typischerwei-
se bei etwa nI = 1021 cm−3 bis hin zur dünnen Plasmakorona von etwa nI = 1019 cm−3. Da sich für diese
charakteristischen Dichten einige Betrachtungen für das Verhalten der Umladungswirkungsquerschnitte
anschließen, ist in Abbildung 5.3 der sich einstellende Ionisationsgrad im betrachteten Kohlenstoffplas-
ma in Abhängigkeit von der Temperatur bei den genannten Dichten angegeben.
5.5.2 Ionisation und Anregung durch Stöße mit Ionen
5.5.2.1 Anpassung für Plasmen
Sowohl die Ionisation als auch die Anregung werden in ETACHA in der PWBA berechnet. Der für die
Berechnung der Wirkungsquerschnitte entscheidende Unterschied zwischen neutraler und ionisierter
Materie ist die verschiedene Abschirmung des elektrischen Targetkernpotentials. In [Anh85] wird vorge-
schlagen, die in den Wirkungsquerschnitt ohne Targetabschirmung quadratisch eingehende Targetkern-
ladungszahl ZT durch die folgende abgeschirmte Größe Z
2
T · S(q) zu ersetzen:
Z2T · S(q) = |ZT −
∑
i
<ψi|exp (i~q~r)|ψi > |2+ ZT −
∑
i
|<ψi|exp (i~q~r)|ψi > |2 (5.9)
In der obigen Formel steht q für den Impulsübertrag während des Stoßes, ψi ist die Wellenfunktion
des i-ten gebundenen Elektrons. Der erste Term der obigen Funktion beschreibt die Abschirmung des
Projektilkerns ZT durch die ihn umgebende Elektronenverteilung.
∑
i < ψi|exp (i~q~r)|ψi > entspricht
dabei gerade dem elektrischen Formfaktor FT (q, Z), der u.a. in der Compton-Streutheorie auftritt. Der
zweite Term beschreibt das „Anti-Screening“ und kann gemäß der genannten Arbeit in guter Näherung




angenähert werden. Man erhält also die folgende Form:





Das Problem ist somit auf die Bestimmung des Formfaktors FT zurückgeführt. Dieser kann aus Tabellen
entnommen werden. Alternativ kann gemäß [NCR+90] die obige Gleichung durch die folgende Form
angenähert werden:











Dies ist die Form, die im ETACHA-Code tatsächlich zur Beschreibung neutraler Materie Verwendung
findet. Diese Funktion hängt nur noch vom Impulsübertrag während des Stoßes q und der Targetab-
schirmkonstante d ab, die über eine Thomas-Fermi-Abschätzung d = 0,885 ·Z−1/3T in atomaren Einheiten












Zur Berechnung des Wirkungsquerschnitts für den Fall ionisierter Materie wird nun die Abschirmkonstan-
te d auf neue Art und Weise bestimmt. Mit Hilfe des Hartree-Fock-Codes RCN ([Cow81]) wurden die
Potentialverläufe von Kohlenstoffionen mit den Ionisationsgraden 1+ bis 6+ und des neutralen Atoms im
jeweiligen Grundzustand berechnet. Diese Rechnungen berücksichtigen allerdings nur die Abschirmung
durch gebundene Elektronen, jedoch nicht die durch freie. Die Abschirmlänge von positiven Ladungen
durch freie Elektronen im Plasma entspricht der Debye-Länge. Für teilweise ionisierte Plasmen wird je-
doch der Ionisationsgrad des Plasmas benötigt. Dieser wird mit Hilfe der Saha-Gleichung gewonnen.
Die resultierende Ladungsverteilung vom Targetmaterial im Plasmazustand hängt sowohl von dessen
Temperatur als auch von dessen Dichte ab. Ebenso ist auch die Debye-Länge temperatur- und dichteab-
hängig. Daher wurde das folgende Vorgehen gewählt. Die tatsächlichen Stöße finden immer mit Ionen
einer diskreten ganzzahligen Ladung statt. Deshalb wurden die Berechnungen der Debye-Länge nur für
entsprechende Werte von Zav = 1 − 6 durchgeführt. Dies definiert für eine vorgegebene Ionendichte
ebenso die im Plasma herrschende Temperatur. Diese Näherung ermöglicht für jeden Ionisationsgrad
von Kohlenstoff die entsprechende Ladungsverteilung und damit auch die entsprechende Debye-Länge
ausschließlich in Abhängigkeit der Dichte zu tabellieren. Ihre Auswirkungen sind unkritisch, kleinere Än-
derungen der Abschirmkonstanten bei der Ionisation, wie in Abschnitt 5.5.2.2 ausführlicher dargestellt
ist, haben praktisch keinen Einfluss auf die Größe des Wirkungsquerschnitts.
Zur Berechnung der im Programm verwendeten Abschirmkonstanten d wird folgendermaßen vorgegan-
gen: Das mit Hartree-Fock-Rechnungen bestimmte Potential der Ionen wird nach der jeweils bestimmten
Debye-Länge als vollkommen abgeschirmt betrachtet und 0 gesetzt. An dieses künstlich erzeugte Poten-
tial wird ein Yukawa-Potential der Form 5.12 angepasst, wobei die Punkte mit x > λDe höher gewichtet
werden. Aus dem resultierenden Fit wird der Parameter d ausgelesen und in den Rechnungen verwendet.
Die Abschirmkonstante wird dabei in Abhängigkeit der Ionendichte tabelliert, zwischen den Ionendich-
ten wird linear interpoliert. Für neutralen Kohlenstoff wird die Abschirmkonstante analog ausschließlich
unter Verwendung der Hartree-Fock-Berechnung verwendet. Diese wird zu d=0,60A bestimmt, die oben
genannte Thomas-Fermi-Abschätzung liefert einen Wert von d = 0,49A. Es kommt also durchaus zu
gewissen Abweichungen, auf die berechneten Wirkungsquerschnitte für neutrale Materie hat dieser Un-
terschied jedoch nur einen sehr geringen Einfluss. Nur für die M-Schale ergeben sich Unterschiede im
Prozentbereich (siehe Abschnitt 5.5.2.2). Bei dem mit Hilfe der Hartree-Fock-Rechnungen gefundenen
Wert handelt es sich jedoch um den genaueren Wert im Vergleich zur einfachen Abschätzung mittels der
Thomas-Fermi-Geschwindigkeit.
Bei jedem Stoß wird nun in der Wirkungsquerschnittsberechnung für Anregung und Ionisation mit Hil-
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fe einer Zufallszahl entschieden, ob der Stoß bei nicht ganzzahligen mittleren Ionisationsgraden des
Plasmas mit dem höher oder dem niedriger geladenen Stoßpartner stattfindet.
5.5.2.2 Abhängigkeit der Ionisationsquerschnitte von den Plasmaparametern
Die Auswirkungen der im vorigen Abschnitt dargestellten Änderungen auf die Berechnung der
Ionisations- und Anregungsquerschnitte durch die Targetatome und in diesem Fall -ionen sollen in
diesem Abschnitt anhand des Beispiels Ar15+ vorgestellt werden. Dieses liegt in den Untersuchungen
in dem speziellen Zustand 1s12p13p1 vor. Es ist also jeweils ein Elektron im 1s-, eines im 2p- und ei-
nes im 3p-Orbital gebunden. In Abbildung 5.4 ist der Verlauf der Wirkungsquerschnitte zur Ionisation
der in den angegebenen Schalen gebundenen Elektronen in Abhängigkeit von der Elektronentemperatur
aufgetragen. Diese wurden zwecks besserer Erkennbarkeit auf die Werte für kalte Materie skaliert. Die
Ionendichte im genannten Fall beträgt nion = 1021 cm−3, der zugehörige Ionisationsgrad kann Abbildung
5.3 entnommen werden. Wie in der Abbildung zu erkennen ist, existieren deutliche Unterschiede im
Verlauf des Wirkungsquerschnitts für die verschiedenen Schalen. Dies ist in der verschiedenen Bindungs-
energie begründet. Eine einfache Abschätzung für den benötigten Energieübertrag bei Stößen lässt sich
für gewöhnlich mit Hilfe des adiabatischen Radius a = vp∆τ =
vp
νBind
tätigen. Bei diesem handelt es
sich gerade um den maximalen Stoßparameter, bei dem die Stoßzeit ∆τ die Schwingungsdauer des ge-
bundenen Elektrons 1
νBind
überschreitet. Dabei steht vp für die Projektilgeschwindigkeit. Zur Berechnung
der Schwingungsfrequenz des Elektrons über die Bindungsenergie wurde wie in ETACHA das Slater-
sche Atommodell verwendet. Die Ursache für die Änderung der Ionisationsquerschnitte im Plasma ist
die im Vergleich zum Festkörper verschiedene Abschirmung des Feldes der Targetionen. Im Falle eines
Plasmas wächst zumeist der mögliche Stoßparameter um noch eine Ionisation des Projektils zu ermögli-
chen, da für Plasmadichten unterhalb der Festkörperdichte die Debyelänge meist größer ist als die sich
einstellenden Abschirmlängen im Festkörper. Mit Hilfe der Abschätzung des adiabatischen Radiuses für
den Stoßparameter ergeben sich für den konkreten Fall Werte von a1s = 0,26Å, bzw. a2p = 1,1Å und
a3p = 2,97Å für den beteiligten Stoßparameter. Im Fall des 1s-Orbitals liegt er damit unter dem Wert
von ca. 0,5Å für kalten Kohlenstoff. Eine weitere Anhebung führt zu keinem weiteren Anstieg der Ioni-
sationswahrscheinlichkeit, was auch die Rechnung ergibt. Nur sehr nahe Stöße tragen hier zur Ionisation
bei. Im Fall des 2p-Orbitals lässt sich hingegen schon ein merklicher Zuwachs von etwa 20% beobachten,
der jedoch ab einer Temperatur von etwa 30 eV bereits in Sättigung läuft, wenn die Debye-Länge etwa
den adiabatischen Wert überschreitet. Im Fall des 3p-Orbitals hingegen führen die schwächere Bindung
und der erneut gewachsene maximal mögliche Stoßparameter zu einem deutlichen Anstieg der Ionisati-
onswahrscheinlichkeiten bis zu einem Faktor 2,5. An der Form des Querschnitts ist auch der Verlauf des
Ionisationsgrades des Targets zu erkennen, da dieser in die Debye-Länge sowohl direkt als auch über die
freie Elektronendichte eingeht. Die Erhöhung der Temperatur führt dabei zunächst zu der recht stabilen
Konfiguration des Kohlenstoffs bei einem Ionisationsgrad von 4+. Diese „Schulter“ ist sowohl in Abbil-
dung 5.3 als auch in der hier beschriebenen Abbildung zu erkennen. Ab einer Temperatur von 60 eV
beginnt dieser dann weiter zu steigen bis ab ca. 150 eV Kohlenstoff bei dieser Dichte vollionisiert ist. Die
Debye-Länge wächst jedoch mit steigender Temperatur weiter und führt zu einem weiteren Anstieg des
Ionisationsquerschnitts.
Eine weitere interessante Frage ist die Abhängigkeit der Ionisationsquerschnitte von der Dichte des Plas-
mas, beziehungsweise die Beiträge der Anregung in höhere Schalen und anschließender Ionisation.
Dieser gekoppelte Effekt wird im Allgemeinen als Dichteeffekt bezeichnet wie in Abschnitt 2.2.3 be-
schrieben. Dessen quantitativer Beitrag zur Ionisation im Plasma wird in Abbildung 5.5 näher erläutert.
Betrachtet wird hierbei Argon mit dem Ladungszustand 16+, wobei beide Elektronen in der K-Schale
gebunden sind. Die durchgezogenen Linien mit dem Wert von etwa 1 entsprechen dabei der direkten
Ionisation der Elektronen aus der K-Schale, sind also analog zur blauen Kurve in Abbildung 5.4. Alle
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Abbildung 5.4: Verlauf der Wirkungsquerschnitte für die Ionisation von Ar15+ im Zustand 1s12p13p1 in
Abhängigkeit der Temperatur eines Kohlenstoffplasmas, die mit den Werten für kalte
Materie skaliert wurde. Der Verlauf hängt wie im Text beschrieben stark von der Bin-
dungsenergie der Schale ab.
Abbildung 5.5: Beiträge der Anregung zur effektiven Ionisation von Ar16+. Die durchgezogenen Linien
stellen hierbei die Wirkungsquerschnitte zur direkten Ionisation dar. Die gestrichelten
Werte entsprechen den Beiträgen von zuerst erfolgender Anregung und anschließen-
der Ionisation (siehe Text). Die gestrichelt-gepunkteten Kurven entsprechen der Summe
aus beiden Beiträgen zur Ionisation.
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dargestellten Werte wurden erneut auf den Wert für die direkte Ionisation für kalten Kohlenstoff ska-
liert. Der Anstieg der direkten Ionisation aus der K-Schale ist erneut sehr gering, jedoch für Dichten
unterhalb der Festkörperdichte ein klein wenig stärker als in Abbildung 5.4, da das weitere gebundene
Elektron in der K-Schale zur Abschirmung beiträgt. Unterhalb dieser Kurven für die Dichten 1019 cm−3,
bzw. 1021 cm−3 und 1023 cm−3 sind die Wirkungsquerschnitte für die Anregung in höhere Schalen in
gestrichelter Darstellung aufgetragen. Diese wurden jedoch nicht einfach aufsummiert sondern mit dem
Verzweigungsverhältnis aus einer direkten anschließenden Ionisation und einem strahlenden Zerfall oder
Abregung des angeregten Niveaus in eine der unteren Schalen skaliert. Das Verzweigungsverhältnis an
dieser Stelle gibt also an, mit welcher Wahrscheinlichkeit Elektronen, die aus einer niederenergetischeren
in eine höherenergetischere Schale angeregt werden, anschließend auch ionisiert werden und nicht wie-
der in den Grundzustand zurückfallen. Da höherenergetische Schalen größere Ionisationsquerschnitte
aufweisen als niederenergetischere, lässt sich mit Hilfe dieses Vorgehens die Ausprägung des Dichte-
effekts abschätzen. Im beschriebenen Bild ist anschließend die Summe aus direkter Ionisation aus der
K-Schale und Anregung bei anschließender Ionisation mit dem entsprechenden Verzweigungsverhält-
nis aufgetragen. Diese Kurven sind in gepunktet-gestrichelter Darstellung aufgetragen und stellen die
Summe der beiden unteren Kurven dar. Bei dieser Summe handelt es sich um einen „effektiven“ Ionisati-
onsquerschnitt, da dieser ebenfalls den gekoppelten Beitrag von Anregung und anschließender Ionisation
berücksichtigt. Auffallend sind die folgenden Punkte: Der Dichteeffekt ist auch im Plasma weiterhin ein
Dichteeffekt in dem Sinne, dass die Abhängigkeit von der Temperatur nur äußerst schwach ist. Der Ein-
fluss der etwas höheren Ionisationswahrscheinlichkeit im Plasma für höhere Anregungszustände als in
kalter Materie wirkt sich zwar bei einem genaueren Blick auf die Kurven aus, ist jedoch in dieser Dar-
stellung nur schwach zu erkennen und damit nicht von größerer Bedeutung. Wichtiger ist, dass sich die
größten Unterschiede beim Dichteeffekt für Dichten zwischen 1021 cm−3 und 1023 cm−3 ergeben. Das
hat zur Folge, dass eine Verringerung der Dichte im Vergleich zum Festkörper um hier beispielsweise
2 Größenordnungen einen merklichen Rückgang auf nur noch ca. 65% der effektiven Ionisationswahr-
scheinlichkeit des Projektils zur Folge hat. Dieser Rückgang kann nicht durch eine weitere Erhöhung der
Plasmatemperatur kompensiert werden, zumindest für das betrachtete Argonprojektil bei einer Energie
von 4 MeV/u. Dies führt damit, zunächst unter Vernachlässigung der Rekombinationsquerschnitte und
der Stöße mit freien Elektronen, zu einer deutlichen Verringerung der Stoßfrequenz und damit zu einer
höheren freien Weglänge von Schwerionen im Plasma.
Abschließend sei an dieser Stelle noch kurz das zunächst überraschende Verhalten der Ionisation bei ho-
hen Dichten erläutert. Bei Festkörperdichte erreicht die Debye-Länge bei Temperaturen kleiner als etwa
200 eV Werte, die etwa der Abschirmlänge von kaltem Kohlenstoff entsprechen, bzw. liegt im konkreten
Fall sogar einige Prozent darunter. Hieraus resultiert der zunächst kleinere Ionisationsquerschnitt, der
dann anschließend mit steigender Temperatur und damit steigender Debye-Länge wieder anwächst.
5.5.3 Rekombination durch den Einfang gebundener Elektronen
In ETACHA werden wie oben beschrieben als Rekombinationsprozesse sowohl der radiative Einfang als
auch der nicht-strahlende Einfang modelliert. Der nicht-strahlende Einfang bildet dabei deutlich den
dominanten Prozess in kalter Materie. Die Abänderungen beim Übergang zum Plasma sollen deshalb
im Folgenden dargestellt und die wesentlichen Effekte ähnlich wie im vorigen Abschnitt im Fall der
Ionisation untersucht werden.
5.5.3.1 Anpassung für Plasmen
Die strahlungsfreie Rekombination wird in der Eikonalnäherung entwickelt in [Eic85] berechnet. Das
gesamte Vorgehen ist sehr komplex und eine ihm gerecht werdende Darstellung würde den Rahmen
dieser Arbeit sprengen. Es handelt sich um einen Dichtematrixformalismus, mit dem die resultierenden
Wirkungsquerschnitte in Abhängigkeit von zweidimensionalen Integralen angegeben werden. Für den
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elektronischen 1s → 1s Übergang vom Target zum Projektil wird dort eine analytische Näherung for-
muliert. Auch auf deren Angabe soll an dieser Stelle verzichtet werden, da hier kein Erkenntnisgewinn
erfolgen würde. Zur Beschreibung vom Einfang von Elektronen in höherenergetischere Schalen kann
diese Form nach [MAE+85] durch eine Anpassung der Kernladungszahlen von Projektil und Target für
höhere Schalen skaliert werden:
Zp→ Zpnp , ZT →
ZT
nT
Hierbei steht np (nT ) für die Hauptquantenzahl der jeweiligen Schale im Projektil (Target). Die Kernla-
dungszahlen in den Schalen werden zusätzlich erneut unter Verwendung des Slaterschen Atommodells
abgeschirmt.
Zur Berechnung der Einfangsquerschnitte im Plasma wurde die Abschirmung des Targetkerns auf die
Anzahl der durchschnittlich noch vorhandenen gebundenen Elektronen angepasst. Auch in diesem Fall
wird nur der Grundzustand der Targetionen berücksichtigt. Ebenso wird die Besetzungszahl der Target-
schalen, die linear in den Beitrag jeder Targetschale eingeht, entsprechend der mittleren Ionisation des
Targets angepasst. Hierbei wird direkt der Ionisationsgrad des Targets aus den später zu besprechenden
Hydrodynamiksimulationen, beziehungsweise der dort verwendeten Zustandsgleichung, verwendet.
Der strahlende Einfang wird in ETACHA mit Hilfe der Bethe-Salpeter-Formel bestimmt. Da in den Be-
rechnungen des Wirkungsquerschnitts die Elektronen des Targets als frei angenommen werden, bleibt
diese Form unverändert.
5.5.3.2 Das Verhalten des nicht-radiativen Einfangs bei verschiedenen Plasmaparametern
Die nicht-strahlende Rekombination ist in diesem Abschnitt der entscheidende Parameter für die sich ein-
stellenden Ladungsverteilungen. Je nach Schale liegen diese Einfangsquerschnitte in kalter Materie rund
2-3 Größenordnungen über den Werten des radiativen Einfangs. Die Abhängigkeit dieses Prozesses von
der Temperatur ist in Abbildung 5.6 aufgetragen. Gewählt wurde der Eingangsladungszustand in den
Experimenten von Ar16+ bei 4 MeV/u und die Ionendichte beträgt erneut 1021 cm−3. Der Ionisationsgrad
zugehörig zur Temperatur wurde erneut mit Hilfe der Saha-Gleichung bestimmt. Er ist zur Erinnerung in
Abbildung 5.3 auf Seite 68 dargestellt. Wie in Abbildung 5.6 zu erkennen, ist unabhängig von welcher
Schale bis zu einer Temperatur von etwa 40 eV nur eine sehr geringe Veränderung zu beobachten. Dieser
Temperaturbereich umfasst die Ionisationsgrade 0 bis 4 für Kohlenstoff. Dieses Verhalten ist durch die
Tatsache begründet, dass der nicht-radiative Einfang von den Elektronen dominiert wird, bei denen sich
zwischen Projektil und Target die Bindungsenergien am meisten ähneln. Demzufolge ist der Beitrag zur
Rekombination aus der K-Schale des Kohlenstoffs hier der entscheidende. Wird die Temperatur von etwa
40 eV jedoch überschritten, übersteigt der Ionisationsgrad des Targets den Wert vier und somit werden
Elektronen aus der K-Schale des Kohlenstoffs herausgelöst. Dementsprechend stark ändert sich nun der
Rekombinationsquerschnitt bis er ab einer Temperatur von etwa 120-150 eV auf deutlich weniger als ein
Prozent des ursprünglichen Wertes gesunken ist und nun der Wert für den radiativen Einfang erreicht.
Dieser ist jedoch im Vergleich zum nicht-strahlenden Einfang im Festkörper um – je nach Schale – 2-4
Größenordnungen kleiner und damit in dieser Darstellung nur als ganz geringer Abstand zur Nulllinie zu
erkennen. Dies verdeutlicht noch einmal den deutlichen Unterschied zwischen den beiden Rekombina-
tionsprozessen. Dementsprechend liefern sowohl der radiative als auch nicht nichtradiative Einfang von
Elektronen in einem entsprechend vollionisierten Kohlenstoffplasma nur noch einen sehr kleinen Beitrag.
Der Frage nach der Dichteabhängigkeit der Prozesse wird in Abbildung 5.7 nachgegangen. Dort sind
erneut die effektiven Rekombinationsquerschnitte für die Dichten 1019 cm−3, bzw. 1021 cm−3 und
1023 cm−3 aufgetragen. Mit effektiv ist dabei der folgende Sachverhalt bezeichnet: Wie in Abbildung
5.6 ersichtlich ist der Wirkungsquerschnitt für den Einfang eines Targetelektrons in schwächer gebunde-
nere Zustände deutlich größer als in stärker gebundene. Allerdings ist wie in Abschnitt 5.5.2.2 eingehend
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Abbildung 5.6: Verlauf der Wirkungsquerschnitte für die Rekombination von Ar16+ bei 4 MeV/u beste-
hend aus nichtradiativem und radiativem Einfang. Die Ionendichte in diesem Fall beträgt
nI = 1021 cm−3.
diskutiert in den höheren Schalen erneut die Ionisationswahrscheinlichkeit für dieses Elektron im ange-
regten Zustand deutlich höher. Infolgedessen werden die Wirkungsquerschnitte aus Abbildung 5.6 je
Schale mit dem Verzweigungsverhältnis aus radiativem Zerfall in die L-Schale und damit in den Grund-
zustand und somit einem Abschluss der Rekombination und einer direkten erneuten Ionisation nach
einem Einfang in die M-Schale multipliziert. Es wird demzufolge die Konkurrenz aus Ionisation und Zer-
fall im Anschluss an einen erfolgten Einfang in die höheren Schalen berücksichtigt. Diese so skalierten
Werte werden anschließend zu dem direkten Einfang in die L-Schale hinzuaddiert. Diese Größe bildet
den hier aufgetragenen effektiven Rekombinationsquerschnitt. Somit ergeben sich aufgrund der Dich-
teabhängigkeit des Verzweigungsverhältnisses verschiedene Verläufe für unterschiedliche Dichten. Die
grüne Linie markiert hierbei den Wert für den Festkörper. Wie zu erkennen, stellt sich auch für die Re-
kombination ein Dichteeffekt ein, da bei geringen Dichten die Ionisationswahrscheinlichkeit schwächer
gebundener Zustände geringer ist und die in höhere Schalen eingefangenen Elektronen deutlich häufiger
in den Grundzustand fallen. Bei niedrigen Temperaturen und geringerer Dichte führt das sogar zu einem
deutlichen Anstieg gegenüber der Rekombination in kalter Materie, was gemäß den Abschätzungen hier
für Argon in dem betrachteten Zustand bei niedrigen Dichten etwa einen Faktor drei bedeuten kann. Der
Anstieg der blauen Kurve für ein Plasma bei Festkörperdichte ist jedoch nicht durch den Effekt dominiert,
den man typischerweise unter Dichteeffekt versteht, sondern durch die geringe Debye-Länge bei dieser
Dichte begründet, wie in Abschnitt 5.5.2.2 diskutiert. Das dadurch bedingte Absinken der Ionisations-
querschnitte führt hier zu einer Erhöhung der effektiven Rekombination.
Weiterhin ist auch für hohe Temperaturen eine starke Abhängigkeit von der vorliegenden Dichte, auf-
grund des verschiedenen sich einstellenden Ionisationsgrades zu erkennen (siehe auch Abbildung 5.3).
Bei Temperaturen kleiner als 50 eV ist die effektive Rekombination im Plasma größer als im Festkörper.
Dies ist umso mehr der Fall je geringer die Dichte. Werden jedoch Temperaturen von mehr als 50 eV
erreicht, so kehrt sich dieses Verhältnis um. Für größere Temperaturen findet also bei höheren Dichten
effektiv mehr Rekombination statt als bei niedrigeren, da dort der Ionisationsgrad des Targets gerin-
ger ist. Hier wird die Rekombination also direkt vom tatsächlichen Verlauf der Wirkungsquerschnitte in
Abbildung 5.6 dominiert und nicht durch die sich über verschiedene Schalen ergebenden gekoppelten
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Abbildung 5.7: Effektiver Verlauf des integralen Wirkungsquerschnitts für den nicht-radiativen Einfang in
Abhängigkeit der Temperatur
Effekte von Rekombination und anschließender Ionisation oder radiativem Zerfall.
Abschließend soll an dieser Stelle noch einmal daraufhin gewiesen werden, dass die sich tatsächlich erge-
benden Ionisations- und Rekombinationswahrscheinlichkeiten im Plasma offensichtlich nicht notwendig
aus dem einfachen Verlauf der Wirkungsquerschnitte abgelesen werden können. So kann es trotz eines
leichten Anstiegs der direkten Ionisationsquerschnitte und einem leichten Rückgang der Rekombina-
tionsquerschnitte trotzdem zu einem deutlichen Anstieg der Rekombinationswahrscheinlichkeiten für
das Projektil kommen und damit zu deutlich höheren Anteilen von niedrigeren Ladungszuständen. Der
verantwortliche Parameter ist dabei die Dichte des Plasmas. Geringere Dichten bedingen eine weniger
effektive Ionisation und einen effektiveren Einfang von Elektronen durch radiativen Zerfall aus höheren
Schalen. Dies ist über einen großen Parameterbereich der Fall.
Dieser Punkt wird noch weiter verdeutlicht und auch etwas verkompliziert durch die Berücksichtigung
der Stöße mit freien Elektronen. Deren Berechnung wird im folgenden Abschnitt vorgestellt und ihre
Rolle im Fall der dielektronischen Rekombination aufgrund der großen Bedeutung ausführlich diskutiert
werden.
5.6 Stöße mit freien Elektronen
In einem Plasma kommt es neben Stößen mit gebundenen Elektronen, die im vorigen Abschnitt beschrie-
ben wurden auch zu Stößen mit freien Elektronen. Auch diese können zu Ionisations- und Rekombina-
tionsprozessen führen. Allerdings ist die Rekombination etwas schwieriger zu erreichen, in dem Sinne,
dass bei jedem Stoß Energie- und Impulserhaltung gewährleistet werden müssen. Hierfür wird ein drit-
tes Teilchen benötigt. Dies kann im Fall der dielektronischen Rekombination ein weiteres gebundenes
Elektron (mit der anschließenden Aussendung eines Photons) sein, oder bei gleichzeitiger Anwesenheit
eines weiteren freien Elektrons kann es zur Dreikörperrekombination kommen.
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5.6.1 Ionisation durch Stöße mit freien Elektronen
Argon
Im Falle von Argon als Projektil werden die Beiträge der freien Elektronen zur Ionisation gemäß der Ar-
beit von [ZCX+03] berücksichtigt. Die dort durchgeführte Berechnung bestimmt die Ionisationswirkungs-
querschnitte für Argon bei Beschuss mit Elektronen in Abhängigkeit von deren Energie. Die Berechnung
erfolgt in der „distorted wave Born exchange“-Näherung (DWBE) und beinhaltet relativistische Effekte.
Die Ergebnisse sind mit Hilfe einer analytisch angepassten Form angegeben, die mit den dort angege-
ben Parametern direkt übernommen wurden. Diese sind dabei für Ar7+ bis Ar17+ publiziert, wobei in der
genannten Veröffentlichung nur der jeweilige Grundzustand berechnet wurde. Die am Projektil gebunde-
nen Elektronen besitzen bei den in dieser Arbeit verwendeten Strahlparametern eine kinetische Energie
von 2,2keV aufgrund der dominierenden Projektilgeschwindigkeit. Die Verteilung und Skalierung dieses
integralen Wirkungsquerschnitts auf die verschiedenen Projektilschalen im Fall von angeregten Ionen
erfolgte anhand der Ionisationsquerschnitte im Fall der Stöße mit den Targetionen. Ebenso werden die
Besetzungszahlen berücksichtigt.
Calcium
Zur Berechnung der Ionisation durch Stöße mit freien Elektronen wurden die Daten aus [Ca-88] ver-
wendet. In dieser Veröffentlichung wurden Daten aus Experimentergebnissen und verschiedenen theore-
tischen Berechnungen für die Fälle, bei denen keine experimentellen Daten vorliegen, aus verschiedenen
Quellen zusammengetragen. Anschließend wurde an diese ebenfalls eine analytische Interpolation ange-
passt. Die so gewonnenen integralen Wirkungsquerschnitte werden mit Hilfe der Werte für die Ionisation
durch die Targetionen auf die verschiedenen Schalen des Projektils unter Berücksichtigung der jeweili-
gen Besetzungszahlen verteilt.
Zusammenfassend gilt jedoch, dass die Werte für die Ionisation durch die Targetionen den deutlich do-
minanten Anteil an den Ionisationsquerschnitten ausmachen. Der hier beschriebene Prozess liefert bei
den in dieser Arbeit untersuchten Ladungsverteilungen im Vergleich zur Ionisation durch Stöße mit den
Targetkernen nur sehr geringe Beiträge, weshalb auf eine detaillierte Analyse analog zu den vorigen
Abschnitten verzichtet wird. Anders sieht dies jedoch für den folgenden Rekombinationsmechanismus
aus.
5.6.2 Dielektronische Rekombination
Ein wesentliches Ziel dieser Arbeit ist die Erzeugung eines vollständig ionisierten Kohlenstoffplasmas
im Experiment. Unter vollständiger Ionisation werden dabei Ionisationsgrade von deutlich über 5+
bzw. nahe bei 6+ verstanden. Der Grund ist der erwartete Rückgang der Rekombination durch den
nicht-radiativen Einfang (siehe Abschnitt 5.5.3). Dessen Rückgang bzw. Wegfall ab genügend hohen
Temperaturen lenkt ein deutlich größeres Interesse auf die Rekombination mit freien Elektronen als
noch beispielsweise bei den in [Fra08] erzeugten Plasmen. Den deutlich größten Beitrag bei den hier
betrachteten Projektilen mit den erzeugten Plasmaparametern liefert die dielektonische Rekombination.
In den hier beschriebenen Code wurde dabei das in [Pet88] entwickelte Modell integriert, das auch in
[PAMtV86] veröffentlicht wurde. Eine ausführliche Herleitung ist in der ersten der genannten Quellen
zu finden. Hier soll nur sehr knapp auf die wesentlichen Punkte eingegangen werden.
Zunächst wird der Fall eines ruhenden Projektils in einer Plasmaumgebung untersucht. Betrachtet wird
dabei der Stoß, in dem im Projektil X(Z) ein in der Schale i = (ni li) gebundenes Elektron in die Schale
j = (n j l j) angehoben wird und ein freies Elekton der Energie Ek in den Zustand nl eingefangen wird. Bei
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n und l handelt es sich dabei um die jeweiligen Quantenzahlen des Zustandes. Es kommt also zu dem fol-
genden Übergang bei dem der doppelt angeregte Zustand X ∗∗ mit dem nun geringeren Ladungszustand
Z − 1 erzeugt wird.
X (Z , i) + e(Ek, l ± 1)→ X ∗∗(Z − 1, jnl)
Das zu Beginn des Prozesses angeregte gebundene Elektron kann nun auf zwei Wegen wieder in den
Grundzustand gelangen. Entweder geschieht dies durch die Aussendung eines Photons, was den Rekom-
binationsprozess abschließen würde, oder die beim Zerfall frei werdende Energie wird von dem gerade
eingefangenen Elektron aufgenommen und es geht durch Autoionisation wieder verloren. Der gesamte
Verlust der im Verlauf des Stoßprozesses erzeugten doppelt angeregten Ionen n(X ∗∗) · (Aa + Ar) durch
Autoionisation Aa und radiativen Zerfall Ar muss mit dem Verlust nSaha(X ∗∗) ·Aa identisch sein. Bei nSaha
handelt es sich gerade um die Dichte im Saha-Gleichgewicht wie in Gleichung 2.11 auf Seite 9. Daraus
ergibt sich die Beziehung n(X ∗∗) = Aa
Ar+Aa
nSaha(X ∗∗). Das Einsetzen der Saha-Gleichung ergibt für die
Rekombinationsrate die Form von [Bat62]:
αDR(i jnl) =
Ar( j− i) · Aa( jnl → iEk l ± 1)
Ar( j→ i) + Aa( jnl → iEk l ± 1) ·





exp−(E j − Ei + Enl)/kBT )
(5.13)
Hierbei sind g(Z , i) und g(Z − 1, jnl ± 1) die statistischen Gewichte der Zustände X (Z , i) und X ∗∗(Z −
1, jnl ± 1). Die Größe ArAa
Ar+Aa
beschreibt dabei die sogenannte Floureszenzausbeute, also die Konkurrenz
aus Autoionisierung und strahlender Stabilisierung. Die obige Form beschreibt den Einfang von ther-
misch bewegten Elektronen in ein ruhendes Projektil und dabei genau einen konkreten Übergang. Die









Diese Form wird im Anschluss auf bewegte Projektile erweitert. Der Ansatz ist dabei der folgende. Im
Bezugssystem des Projektils gehorchen die Plasmaelektronen einer um dessen Eigengeschwindigkeit ver-
schobenen Maxwellverteilung:









Die dielektronische Rate wird anschließend aus der folgenden Form gewonnen,
αDR =
∫
d3v f (~v , ~vp)σDR(E) · |~v |
die mit der Resonanzbedingung σDR(E) ∝ δ(E −

E j − Ei + Enl

) direkt ausgewertet wird. Dabei wird










Ni · g j − N jg j · (2l + 1) ·
Ar · Aa
Ar + Aa
· F(s, t) (5.14)
Dabei ist
F(s, t) =
exp−(s− t)2− exp−(s+ t)2
4st
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Abbildung 5.8: Verlauf der Wirkungsquerschnitte der dielektronischen Rekombination in Abhängigkeit
der Projektilenergie. Für die künstlich niedrige Temperatur von 0.1 eV links ist deutlich
die Position der Resonanzen der KLL-, KLM- bzw. KMM-Übergänge zu erkennen. Diese
werden dann durch das Plasma mit zunehmender Temperatur verbreitert, wie in der Ab-













berechnet. Zur Auswertung dieser Beziehung ist die Bestimmung der Autoionisations-
raten und der des radiativen Zerfalls notwendig. Diese Größen werden jedoch in ETACHA aus den
tabellierten Floureszenzausbeuten in [Kra79b] bereits berechnet, so dass diese direkt zur Berechnung
der dielektronischen Rate herangezogen werden können. Somit sind an dieser Stelle auch keine auf-
wendigen Berechnungen für die verschiedenen Projektile notwendig und die Form 5.14 lässt sich direkt
verwenden. Da jeder Übergang intrinsisch für jede Schale einzeln berechnet werden muss, ergibt sich
für den Einfang in jede Schale der entsprechende Wirkungsquerschnitt. Die dabei ebenfalls benötigten
Bindungsenergien werden mit Hilfe des Slaterschen Atommodells berechnet. Weiterhin muss der so er-
haltene Wirkungsquerschnitt noch mit dem Verzweigungsverhältnis aus Ionisation und Zerfall für das
zu Beginn des Einfangs angeregte Elektron von der Schale i nach j skaliert werden. Schließlich kann
nur von Rekombination gesprochen werden, wenn der angeregte Zustand X ∗∗ nicht durch einen Ionisa-
tionsprozess zerstört wird. Die hierzu benötigten Wirkungsquerschnitte im Plasma werden jedoch, wie
in den vorangegangenen Abschnitten erläutert, berechnet und können an dieser Stelle direkt verwendet
werden.
Wesentliche Beiträge bei den Ladungszuständen, die sich für die hier betrachteten Energien von eini-
gen MeV/u ergeben, stammen nur aus Prozessen, bei denen ein Elektron aus der K-Schale des Projektils
angehoben wird. Dieser Sachverhalt lässt sich abschätzen. Die durchschnittliche Energie der freien Elek-
tronen im Fall der hier durchgeführten Experimente, bei denen die Projektilenergie deutlich größer ist
als die thermische Energie der Elektronen, beträgt bei einer Projektilgeschwindigkeit von knapp 10%
der Lichtgeschwindigkeit etwa 2,2 keV. Bei Anhebung eines Elektrons im Fall von Argon aus der K-Schale
in die L-Schale wird eine Energie von rund 3/4 der Bindungsenergie benötigt. Für diese Abschätzung
wird das Ion als wasserstoff-ähnlich angenommen und der quadratische Zusammenhang zwischen Bin-
dungsenergie in eV und Hauptquantenzahl n verwendet (EBind =
Z2·13.6
n2
). Das entspricht etwa 3,3 keV.
Der Einfang des freien Elektrons in die L-Schale führt in der Bilanz zu einem Energiegewinn von rund
1/4 der Bindungsenergie der Argon-K-Schale, so dass sich ziemlich genau der besagte Wert von 2,2 keV
ergibt. Dementsprechend liegt die größte hier auftretende Resonanz sehr nah bei der Projektilenergie
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Abbildung 5.9: Verlauf der Rekombinationsquerschnitte für Argon mit dem Ladungszustand 16+ bei ei-
ner Energie von 4 MeV/u im Plasma in Abhängigkeit der Temperatur. Die dominierenden
Beiträge stammen dabei vom nicht-radiativen und dielektronischem Einfang.
von 4MeV/u, was auch in Abbildung 5.8a dargestellt ist. Bei höheren Projektilenergien treten die Bei-
träge von KLM- und KMM-Übergängen auf, die rechts davon zu sehen sind. Diese Resonanzen treten in
der genannten Grafik so deutlich auf, weil die Temperatur hier mit 0,1eV absichtlich sehr tief gewählt
wurde. Bei höheren Temperaturen werden diese Resonanzen deutlich verbreitert, wie in Abbildung 5.8b
für die Temperaturen 10eV und 100eV dargestellt. Im ersten Fall sind die Einzelresonanzen noch grob
zu erkennen, im zweiten Fall nicht mehr. Des Weiteren ist zu erkennen, dass der Wirkungsquerschnitt
für die dielektronische Rekombination bei hohen Temperaturen deutlich sinkt. Trotzdem spielt er gerade
dort, zumindest in dem Experimenten in dieser Arbeit, am Ende tatsächlich die größte Rolle, wie im
folgenden Abschnitt dargelegt werden soll.
5.6.2.1 Das Verhalten der dielektronischen Rekombination bei verschiedenen Plasmaparametern.
In diesem Abschnitt werden die Beiträge der dielektronischen Rekombination in Abhängigkeit von Tem-
peratur und Dichte des Plasmas analog zu Abschnitt 5.5.3.2 beleuchtet. Der Verlauf der Rekombinati-
onsquerschnitte, in diesem Fall die Summe aus nicht-radiativem und dielektronischem Einfang, ist in
Abbildung 5.9 am Beispiel Ar16+ bei einer Energie von 4 MeV/u in Abhängigkeit von der Temperatur
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Abbildung 5.10: Verlauf der gesamten effektiven Rekombinationswirkungsquerschnitte von Ar16+ bei ei-
ner Energie von 4 MeV/u für verschiedene Dichten in Abhängigkeit der Temperatur.
dargestellt. Die Ionendichte beträgt hierbei nI = 1021 cm−3. Der Ionisationsgrad kann in Abbildung 5.3
abgelesen werden. Der direkte Vergleich erfolgt dabei mit Abbildung 5.6, wo die dielektronische Re-
kombination im Code ausgeschaltet wurde. Es ergeben sich folgende Unterschiede im Kurvenverlauf.
Der Einfang in die 2s- und 2p-Schale bei niedrigen Plasmatemperaturen steigt massiv an, wohingegen
dies beim Einfang in die M-Schale nicht der Fall ist. Der Grund hierfür wurde bereits im vorangegan-
genen Abschnitt geliefert und prinzipiell auch in Abbildung 5.8 erklärt. So liegt die Resonanz für den
KLL-Einfang ziemlich präzise bei der Projektilenergie, wohingegen für den KLM- und KMM-Einfang die
dort dargestellten Resonanzen zunächst mit einer gewissen Temperatur verbreitert werden müssen, um
bei der nicht zur Resonanz passenden Projektilenergie Beiträge zu liefern. Der Grund für die Größe
der Einfangsquerschnitte ist ebenfalls in den sich rund um die Resonanzenergie einschnürenden Ra-
ten bei geringen Temperaturen zu suchen. Anschließend kommt es bei höheren Temperaturen nun zu
einem Rückgang der Einfangsquerschnitte. Dies ist sowohl der Verbreiterung der Resonanzen als auch
insbesondere dem Rückgang bis Wegfall des nicht-radiativen Einfangs geschuldet. Allerdings sind die
Werte, die sich bei Temperaturen größer als 100 eV ergeben in der hiesigen Abbildung deutlich grö-
ßer als im Fall ohne dielektronischen Einfang. Dies wird in Abbildung 5.10 noch deutlicher. Hier ist
erneut analog zu Abbildung 5.7 aus Abschnitt 5.5.3.2 der Verlauf der integralen Rekombination, im
Wesentlichen bestehend aus nicht-radiativem und dielektronischem Einfang aufgetragen. Der Begriff ef-
fektiver Wirkungsquerschnitt ist dabei völlig analog wie im dort genannten Abschnitt definiert. Wird
die dielektronische Rekombination berücksichtigt, so ist die sich ergebende Wahrscheinlichkeit des Elek-
troneneinfangs deutlich größer als ohne. Im Bereich von Elektronendichten von 1021 cm−3 bei den im
Experiment erwarteten Temperaturen von etwa 150eV bis 200eV sind sie beispielsweise um etwa einen
Faktor 15 größer als der nicht-strahlende Einfang und der radiative Einfang zusammen. Dieser Wert
stimmt gut mit den in [PAMtV86] formulierten Werten überein. In dem besagten Bild ist weiterhin zu
erkennen, dass für eine signifikante Reduktion der Rekombinationsquerschnitte im Vergleich zum Fest-
körper relativ hohe Temperaturen erreicht werden müssen. Bei Festkörperdichte liegt die Schwelle erst
bei etwa 120 eV, bei den niedrigeren Dichten bei etwa 70-75 eV. Bei geringeren Temperaturen kommt es
zu einem deutlichen, bei niedrigen Dichten sogar massiven Anstieg der Rekombination um einen Fak-
tor 3-4 im Vergleich zum Festkörper und ebenfalls im Vergleich zu Abbildung 5.7. Dieses Verhalten ist
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direkt durch den KLL-Einfang der dielektronischen Rekombination bei der betrachteten Projektilenergie
begründet. Inwieweit diese massive Erhöhung auch tatsächlich in einem Experiment gefunden werden
kann, ist nicht einfach zu beurteilen. Zunächst wird die Genauigkeit des Wirkungsquerschnitts in [Pet88]
prinzipiell nur mit einem Faktor 2-3 beurteilt, was aber für einen Einfangsquerschnitt ein üblicher Fehler-
balken ist. Auch ein angedachtes Argument gegen ein zu starkes Einschnüren der Resonanz aufgrund der
Boltzmann-Verteilung ist nicht stichhaltig, da zumindest bei den Dichten 1021 cm−3 und 1019 cm−3 die
Fermi-Energie deutlich unterhalb von 1eV liegt. Bei diesen Dichten treten die größten Effekte auf und die
Resonanz ist physikalische Realität an dieser Stelle. So gesehen wäre durch das Ersetzen der Boltzmann-
Statistik durch eine Fermi-Dirac-Statistik keine merkliche Veränderung zu erwarten da kBT  EFermi
in den im Rahmen dieser Arbeit betrachteten Systemen gegeben ist. Abgesehen davon würden sich im
Fall von Entartung des Plasmas noch eine Vielzahl an weiteren mehr als nichttrivialen Modifikationsnot-
wendigkeiten bei der hier vorgestellten Beschreibung ergeben, die sämtliche verwendeten theoretischen
Modelle betreffen würden. Ein experimenteller Nachweis über die Größe der Resonanz, bzw. deren Aus-
wirkungen, ließ sich aufgrund der in dieser Arbeit erzeugten Plasmaparameter nicht erbringen. Es ist
jedoch möglich, dass die Rolle der dielektronischen Rekombination in diesem Parameterbereich etwas
überschätzt wird.
Das in den vergangenen Abschnitten beschriebene Verhalten über den Einfluss der Plasmaparameter auf
die Ionisations- und Rekombinationswahrscheinlichkeiten gilt im Übrigen nicht nur für genau dieses Pro-
jektil in diesem Ladungszustand sondern ist ein allgemeiner Effekt. Ar16+ wurde hier nur exemplarisch
ausgewählt. Zum einen handelt es sich hierbei um den Eingangsladungszustand im Experiment. Zum
anderen liefern die freien L- und M-Schalen die Möglichkeit, die Rekombinationsprozesse genauer zu
studieren. Der direkte Einfang in die K-Schale durch den nicht-radiativen Einfang liefert selbst für ein
vollionisiertes Ion nur einen geringen Beitrag (siehe Abschnitt 5.4). Die dielektronische Rekombination
kann aus energetischen Gründen auch im Fall eines Ar17+-Ions keine Beiträge zur K-Schale liefern. Für
quantitative Übertragungen auf andere Ladungszustände, Projektile und Projektil-Targetkonfigurationen
etc. müssen jedoch die hier erläuterten Betrachtungen natürlich gesondert durchgeführt werden. Die zu
erwartenden Trends wurden jedoch in diesem Abschnitt aufgezeigt.
5.6.3 3-Körper-Rekombination
Zur Berechnung des Beitrags der Drei-Körper Rekombination wurde die in [Pet85] hergeleitete Form







verwendet. Hierbei steht Q für die Ladung des Projektils, α für die Feinstrukturkonstante und c für die
Lichtgeschwindigkeit im Vakuum. Die Verknüpfung der Rekombinationsrate α3B mit dem Wirkungsquer-
schnitt wird wie bisher auch über σ = α3b
v¯p
hergestellt. Diese einfache Form erweist sich für die hier
untersuchten Targets als ausreichend, da dieser Rekombinationsprozess nur in vollständig ionisierten
Bereichen nahe der Festkörperdichte eine merkliche Rolle spielt. Dieser Zustand wird jedoch im Experi-
ment nicht annähernd erreicht und ist für diese Arbeit nicht von Bedeutung. Deshalb soll an dieser Stelle
auch keine ausführlichere Diskussion stattfinden.
5.6.4 Berechnung der Wirkungsquerschnitte im Monte-Carlo-Code
Zur Berechnung der Ladungsverteilung schwerer Ionen in Plasmen wird in dieser Arbeit nicht die Lö-
sung der gekoppelten Ratengleichungen wie in ETACHA angestrebt (siehe Abschnitt 5.3) sondern ein
Monte-Carlo-Ansatz verfolgt. In den Code werden dabei die Plasmaparameter eines Targets, das in
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verschiedene Bereiche unterteilt ist, eingespeist, die aus Hydrodynamiksimulationen stammen (Details
hierzu siehe Kap. 4.3.2). Zu Beginn einer jeden Rechnung werden zunächst die Wirkungsquerschnitte
für die Ionisation und Anregung eines einfach geladenen Projektils und den Einfang von Elektronen für
ein vollionisiertes Projektil berechnet. Dies ist im Folgenden als σ3Ki, j für den Prozess i in der Schale j
bezeichnet. Die so gefundenen Werte werden anschließend mit den in Abschnitt 5.4 aus den Experiment-
daten gewonnen Wirkungsquerschnitten skaliert, so dass damit ein Korrekturfaktor Ki, j bestimmt wird.
Dieser wird anschließend auf die - wie in den vorigen Abschnitten beschriebenen - aus ETACHA stam-
menden, für den Plasmafall modifizierten Berechnungsroutinen für die Wirkungsquerschnitte im Plasma
σpl−eti, j angewandt. Zusätzlich werden zur Ionisation und Rekombination noch die Wirkungsquerschnit-
te für die Stöße mit freien Elektronen σfri, j hinzugefügt. Somit ergeben sich die neuen verwendeten
Wirkungsquerschnitte zu
σPl,i, j = Ki, j ·σpl−eti, j +σfri, j (5.16)
Anschließend wird ein Wahrscheinlichkeitsgitter entlang des Weges eines Ions erstellt auf dem mit einer
genügend kleinen Schrittweite die Stoß- und Umladungswahrscheinlichkeiten berechnet werden.
Dies ermöglicht die Berechnung der Ladungsverteilung in einem entsprechenden Target. Die Berech-
nung der Ladungsverteilung in den in Kapitel 4 erzeugten Laserplasmen wird im folgenden Abschnitt
durchgeführt.
5.7 Ladungsverteilungen in Plasmen – Systematiken und Effekte
In den vorangegangen Abschnitten wurde der theoretische Apparat für die Beschreibung der Umladung
in Plasmen vorgestellt sowie der Einfluss der Plasmaparameter auf die Wirkungsquerschnitte zur Ionisa-
tion und Rekombination herausgearbeitet. Weiterhin wurden ebenfalls gekoppelte Effekte beschrieben,
die zu teils nicht erwarteten Auswirkungen führten. In diesem Abschnitt werden die quantitativen Aus-
wirkungen der bisher allgemein untersuchten Effekte nun am Beispiel des im Experiment erzeugten
Laserplasmas untersucht. Dies wird für den Fall des Experiments aus Abschnitt 4.3 geschehen, also der
Heizung einer Kohlenstofffolie von beiden Seiten mit Laserlicht der zweiten Harmonischen der Laser-
systeme Phelix und nhelix. Das betrachtete Projektil ist Argon bei einer Energie von 4 MeV/u und dem
Eingangsladungszustand 16+. Die Ergebnisse der Simulationsrechnungen sind in Abbildung 5.11 auf
Seite 83 zusammengefasst. Die Bilder auf der linken Seite zeigen die Entwicklung der Ladungsverteilung
im Plasma selbst zu verschiedenen Zeiten der Plasmaexpansion. Rechts daneben ist zur gleichen Zeit
sowohl der sich aus den Ladungsverteilungen zur Linken ergebenden mittlere Ladungszustand (blau)
sowie die für das Verständnis wichtigen Plasmaparameter Ionendichte (schwarz), Temperatur (rot) und
Ionisationsgrad (grün) über der Flächenbelegung angegeben. Die Darstellung über der Flächenbelegung
wurde gewählt, da mit deren Hilfe die Beiträge verschiedenener Mengen an Materie besser beurteilt
werden können. Bei einer Darstellung über den Ort erscheint auch zu frühen Zeiten die Korona im Ver-
gleich zur ursprünglichen Dicke der Folie bereits weit ausgedehnt. Allerdings befindet sich ein Großteil
der Materie noch in einem räumlich kleinen Bereich, trägt aber in der Hauptsache zum Energieverlust
bei. Die dargestellten Zeitschritte sind die Zeiten 3 ns, 7 ns und 13 ns und repräsentieren in der genann-
ten Reihenfolge also einen recht frühen Zeitpunkt der Laser-Plasma-Wechselwirkung, den Zeitpunkt der
vollständigen Durchheizung des Targets und abschließend einen recht späten Zeitpunkt nach Ende der
Laser-Plasma-Wechselwirkung. An der Länge der X-Achse lässt sich auch gleichzeitig die noch vorhande-
ne Flächenbelegung des Targets ablesen.
Zu Beginn der Laser-Plasma-Wechselwirkung ist das Target von starken Gradienten in den Plasmapa-
rametern geprägt. So ist die Temperatur in den Außenbereichen mit 100-120 eV bereits am Ende der
Laseranstiegsflanken relativ hoch und ausreichend, um das Target in diesen Bereichen vollständig zu
ionisieren. Allerdings ist der mittlere Bereich, der bis zu diesem Zeitpunkt nur weitestgehend durch
Strahlungstransport geheizt wurde, mit 15-20 eV, relativ kühl. Dementsprechend ist auch dort die Dichte
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Abbildung 5.11: Ladungsverteilungen (linke Seite) und mittlerer Ladungszustand (rechte Seite) von Ar-
gon bei 4 MeV/u gemäß Theorie in einem Kohlenstoffplasma erzeugt wie im Experiment
in Abschnitt 4.3. Dargestellt sind die Entwicklungen von oben nach unten zu den Zeit-
schritten 3, 7 und 13 ns. Weiterhin sind auf der rechten Seite zusätzlich die Plasmapara-
meter, die den Rechnungen zu Grunde liegen, angegeben.
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deutlich höher, was zusammengenommen zu einem niedrigeren Ionisationsgrad als in der Korona führt.
Für die Ladungsverteilung bedeutet dies das Folgende:
Das Projektil trifft zunächst in der relativ stabilen Konfiguration mit gefüllter K-Schale auf die heiße Plas-
makorona (0-20 µg
cm2
). Als Konsequenz kommt es wie in den Abschnitten 5.5.2.2 und 5.5.3.2 ausführlich
diskutiert zu einer Erhöhung der freien Weglänge des Ionenstrahls und weiterhin zu zunächst nur relativ
wenig Umladung in die benachbarten Ladungszustände 15+ und 17+ und die Ladungverteilung bleibt
recht schmal. Mit Sinken des Ionisationsgrades des Plasmas steigen nun erneut die Wirkungsquerschnitte
für die Rekombination in der Mitte des Targets. Dies führt zu einem deutlichen Anstieg der niedrigeren
Ladungszustände 15+ und 14+ im Target und dementsprechend zu einem Abfall der Population der
höheren. Aufgrund der geringeren mittleren freien Weglängen kommt es zu mehr Umladungsprozessen
und die Ladungsverteilung wird breiter. Die letzten 20% des Targets bestehen wieder aus einer heißen
Korona, weshalb erneut die höheren Ladungszustände 16+ und 17+ stärker besetzt werden. Wie an der
Krümmung der Kurve des Ladungszustandes 17+ zu erkennen ist, ist dieser Ladungszustand aufgrund
seiner höheren freien Weglänge relativ träge und damit ein guter Indikator. Jedoch wird zu keinem Zeit-
punkt ein Gleichgewichtsladungszustand erreicht. Betrachtet man den mittleren Ladungszustand zur
Rechten, so ist festzustellen, dass die erfolgenden Änderungen der Ladungsverteilungen im Target in der
Tat signifikant sind. Ist der mittlere Ladungszustand direkt nach Eintritt in das Target stark vom Ein-
gangsladungszustand geprägt, so sinkt er in dem dichteren aber kühleren Bereich um etwa eine gesamte
Ladung von 16 auf 15 um dann anschließend in der Korona, die ca. 20 µg
cm2
umfasst, erneut auf 15,9
anzusteigen. Diese Unterschiede im Target bleiben nur bei Messung der austretenden Ladungsverteilung
im Experiment verborgen.
Die Systematik ändert sich zu späteren Zeiten. Nach 7 ns (mittlere Abbildungen) liegt das gesamte Target
in praktisch vollionisiertem Zustand bei Temperaturen zwischen 140 eV und 180 eV vor. Die Dichtegra-
dienten erstrecken sich im Unterschied zu oben nur noch über eine Größenordnung, allerdings nur noch
bei Ionendichten über das Intervall (1−5)·1019 cm−3 bzw. Elektronendichten von (0.6−3)·1020 cm−3. In
Bezug auf die Ladungsverteilung handelt es sich damit um ein homogenes Target. Der Dichteeffekt, wie
in Abschnitt 5.5.2.2 erläutert, spielt dort nahezu keine Rolle mehr, auch die Rekombinationsquerschnit-
te ändern sich wie in den Abschnitten 5.5.3.2 und 5.6.2.1 bei den vorherrschenden Temperaturen und
Dichten nur noch wenig. Zwar scheinen am Ende des Targets die Änderungen in der Ladungsverteilung
sich zu langsam zu verkleinern, allerdings kann hier im Plasma offenbar nach rund 100 µg
cm2
noch nicht
von einem Gleichgewichtsladungszustand gesprochen werden. Auch der mittlere Ladungszustand ändert
sich im letzten Fünftel des Targets nicht mehr signifikant. Dieser liegt mit etwa 16,2 etwas über dem
Wert von 15,8 für kalten festen Kohlenstoff und im Vergleich zum kalten Gas mit 15,1 deutlich über
diesem. Weiterhin ist zu bemerken, dass die sich ausprägende Ladungsverteilung im Plasma im Vergleich
zu kalter Materie, wie in Abbildung 5.2 dargestellt, deutlich schmaler ist. Die benachbarten Ladungszu-
stände sind also vergleichsweise wenig besetzt.
Nach 13 ns (untere zwei Abbildungen), also 3 ns nach Ende der Laserheizung des Targets, ist dieses
bereits deutlich auf eine Temperatur von etwa 60-70 eV abgekühlt. Die Dichte ist erneut gesunken, wei-
terhin hat sich auch die Flächenbelegung des in alle Raumrichtungen expandierten Plasmas deutlich
reduziert. Das Abkühlen führt auch bei den geringen Dichten dazu, dass der Ionisationsgrad des Plasmas
wieder langsam auf Werte knapp unter 5,9 zu sinken beginnt, auch wenn er wie in der Abbildung rechts
dargestellt nach wie vor hoch ist. Trotzdem beginnt hier bereits wieder der nicht-strahlende Einfang
Beiträge zur Rekombination zu liefern. Verursacht durch die deutlich geringere Dichte und den damit
wahrscheinlicheren Einfang von Elektronen in höhere Schalen und anschließendem Zerfall (siehe Kap.
5.5.3.2 und Kap. 5.6.2.1) werden nun die etwas niedrigeren Ladungszustände systematisch wieder stär-
ker besetzt. Der Abfall auf einen mittleren Ladungszustand von etwa 15,7 hält sich dabei in Grenzen,
setzt sich jedoch für spätere Zeiten konsequent weiter fort.
84
Abbildung 5.12: Vergleich zwischen experimentell gemessener Ladungsverteilung austretend aus dem
Target und Simulationsergebnissen am Ende des Targets für Argon bei 4 MeV/u und
dem Eingangsladungszustand 16+. Bei den durchgezogenen Linien handelt es sich um
die theoretischen Ergebnisse.
Zusammenfassend sei bemerkt, dass es in den im Rahmen dieser Arbeit erzeugten heißen Laserplas-
men, durchaus zu merklichen Veränderungen in den Ladungsverteilungen im Plasma gemäß der Theorie
kommt. Es wird dabei ein im Vergleich zum Festkörper etwas und im Vergleich zum kalten Gas deut-
lich erhöhter mittlerer Ladungszustand prognostiziert. Dieses Verhalten spiegelt sich auch in den aus
dem Plasma austretenden Ladungsverteilungen wider. Der quantitative Vergleich zwischen Theorie und
Experiment erfolgt im folgenden Abschnitt.
5.8 Austretende Ladungsverteilungen
Im Fall der Ladungsverteilungen kann der Vergleich mit den experimentellen Daten nur für den Fall der
austretenden Ladungsverteilung aus dem Target erfolgen. Die Historie der Evolution ist im Experiment
nicht auflösbar, was genau der Grund für die Entwicklung der Monte-Carlo-Simulation ist. Dieser Ver-
gleich erfolgt für die im Rahmen dieser Arbeit durchgeführten Experimente mit Argonprojektilen. Im Fall
des Experiments mit Calcium in Abschnitt 4.4.2 erweisen sich die Fehlerbalken als zu groß, um einen
detaillierten Vergleich durchführen zu können. Die beobachteten Trends wurden bereits in dem genann-
ten Abschnitt erläutert und finden sich qualitativ auch in der Theorie wieder. In Anbetracht der sich hier
unmittelbar anschließenden Diskussion des Argonprojektils lässt sich kein weiterer Erkenntnisgewinn
erreichen, weshalb auf einen systematische Gegenüberstellung an dieser Stelle verzichtet wird.
Das Hauptexperiment dieser Arbeit stellt den Fall der beidseitigen Heizung des Targets mit der zweiten
Harmonischen der Lasersysteme nhelix und Phelix dar. In Abbildung 5.12 ist dieser Vergleich dargestellt.
Dort befinden sich erneut die experimentellen Daten, die bereits in Abschnitt 4.3 in Abbildung 4.18
dargestellt wurden. Weiterhin sind im Zeitraum von 2-18 ns als durchgezogene Linien die Ergebnisse
der Simulationsrechnungen gezeigt. Zwischen Experiment und Theorie gibt es qualitativ eine sehr gute
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Abbildung 5.13: Vergleich zwischen dem vermessenen mittleren Ladungszustand im Experiment und
Theorie nach Austritt aus dem Plasma.
Übereinstimmung, auch quantitativ ist diese in Anbetracht einer Methode, die letztlich auf den Wirkungs-
querschnitten für den Ladungsaustausch basiert, ziemlich gut. An dieser Stelle gilt zu berücksichtigen,
dass einige Wirkungsquerschnitte, insbesondere die Rekombinationsquerschnitte (insbesondere die der
dielektronische Rekombination) nicht genauer als auf einen Faktor 2-3 bekannt sind.
Wie in der genannten Abbildung dargestellt, kommt es sowohl im Fall der Ladungszustände 16+ und
17+ zu einem Anstieg der Population beim Durchqueren des Plasmas. Allerdings werden im Experiment
etwas mehr Projektile im Ladungszustand 17+ beobachtet, die in der Theorie den Ladungszustand 16+
bevölkern. Die experimentelle Ladungsverteilung ist also etwas breiter als die theoretische. Auch ist der
Rückgang des Ladungszustandes 17+ im Experiment mit Abnahme der Flächenbelegung des Targets zu
Zeiten größer als 10 ns langsamer als von der Theorie prognostiziert. Sehr gut hingegen modelliert wird
die zeitliche Entwicklung des Ladungszustandes 15+, dieser folgt dem theoretischen Verlauf ziemlich
gut. Auch der in den Experimenten beobachtete Anstieg der niedrigeren Ladungszustände 15+ und 14+
bereits direkt nach Ende der Laser-Plasma-Wechselwirkung wird so in Experiment und Theorie gefunden.
Abbildung 5.13 zeigt den Verlauf des mittleren Ladungszustandes sowohl im Experiment als auch in der
Theorie. Die Übereinstimmung ist für die ersten 12 ns sehr gut, wenngleich im Experiment analog zur
obigen Darstellung aufgrund des langsameren Abfalls des Ladungszustandes 17+ der mittlere Ladungs-
zustand etwas höher bleibt als von der Theorie prognostiziert. Bezogen auf die Stopping Power sind die
Abweichungen zwischen Experiment und Theorie an dieser Stelle für die ersten 12 ns nur gering bzw.
praktisch nicht vorhanden, da hier Theorie und Experiment gut übereinstimmen. Zu späteren Zeiten
fangen sie jedoch an eine gewisse Rolle zu spielen. Nach 17 ns beträgt der Unterschied im mittleren La-
dungszustand immerhin etwa 0,6, was immerhin 5% Abweichung im differentiellen Energieverlust an
dieser Stelle bedeutet.
Als Grund für die Abweichungen kommt eine etwas höhere Dichte im Experiment und damit größere
Beteiligung des Dichteeffekts an den höheren Ladungszuständen in Frage. Dies wäre allerdings im Wi-
derspruch zu der sehr guten Übereinstimmung zwischen den Hydrodynamiksimulationsrechnungen und
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den Dichteprofilen, die mit Hilfe des Interferometers vermessen wurden. Wahrscheinlicher sind Abwei-
chungen in den Wirkungsquerschnitten von der Realität, die auch erwartet werden müssen. So ließen
sich beispielsweise mit größeren Ionisationswahrscheinlichkeiten mehr höhere Ladungszustände erzeu-
gen. Auch insgesamt größere Wirkungsquerschnitte, wie im Fall von Ionisation und Rekombination,
würden eine stärkere Besetzung des Ladungszustandes 17+ verursachen und gleichzeitig die theoreti-
sche Ladungsverteilung verbreitern. Der Grund hierfür ist, dass es auf dem Weg des Projektils durch das
Plasma nur noch zu sehr wenigen Ladungsaustauschreaktionen kommt. So durchqueren gemäß Theorie
zu Zeiten ab 10 ns bereits rund 8% der einfallenden Projektile das Plasma, ohne auch nur einmal die
Ladung zu ändern. Dieser Anteil wird mit fallender Flächenbelegung noch größer. Deshalb ist die von
der Theorie prognostizierte Ladungsverteilung auch schmaler als im Festkörper. Und wie beispielsweise
in Abbildung 5.11 zu erkennen ist, ist selbst in der heißen Korona bei Eintritt des Ions in einem relativ
stabilen Grundzustand die Rekombination zunächst wahrscheinlicher als die Ionisation in einen höhe-
ren Ladungzustand. Dafür haben die höheren Ladungszustände längere mittlere freie Weglängen als die
niedrigeren, weswegen mit fortschreitendem Durchqueren des Targets der Anteil der niedrigeren La-
dungunszustände dann erneut wieder sinkt, sowohl im Fall kalter (siehe Abschnitt 5.4) als auch im Fall
heißer Materie (siehe Abb. 5.11). Die Monte-Carlo-Simulationen wurden für gewöhnlich mit 1 Million
Teilchen durchgeführt. Im Fall kalter Materie durchquerte keines dieser Teilchen das Target ohne sich
nicht mindestens einmal umzuladen.
Abschließend sei bemerkt, dass im Fall der vermessenen Ladungsverteilungen Experiment und Theorie
über die gesamte Zeit der Laser-Plasma-Wechselwirkung im Rahmen der zu erwartenden Genauigkeit in
gutem Einklang miteinander sind. Es werden zu keiner Zeit während der Heizung des Targets größe-
re systematische Abweichungen zwischen Experiment und Theorie beobachtet, was in gutem Einklang
mit dem in Abschnitt 4.4.1 prognostizierten Verhalten ist. Es werden im Plasma im Vergleich zur Kalt-
gasladungsverteilung, und solange das Plasmatarget nicht zu weit expandiert ist, auch eine verstärkte
Population höherer Ladungszustände im Vergleich zum Festkörper beobachtet. Dieses Verhalten ist in
guter qualitativer und quantitativer Übereinstimmung mit den theoretischen Vorhersagen.
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6 Die theoretische Beschreibung des
Energieverlustes in Plasmen und Vergleich
mit Experimenten
In diesem Kapitel wird die im vorangegangenen Kapitel durchgeführte Berechnung der Ladungsver-
teilungen von schweren Ionen in Plasmen mit dem differentiellen Energieverlust verbunden. Für die
allgemein bekannten Theorien von Bethe, Bohr und Bloch ist dies meist über das in Abschnitt 2.2 ver-
worfene System der effektiven Ladung geschehen. Ein sehr entscheidender Punkt an dieser Stelle ist nun
die physikalisch sinnvolle Behandlung der Abschirmung des Projektilpotentials durch dessen gebundene
Elektronen. Der Energieverlust muss somit in Abhängigkeit des Stoßparameters betrachtet werden. Wei-
terhin wird die Notwendigkeit für den Übergang von der rein störungstheoretischen Beschreibung mit
Hilfe der Bethe-Formel, die nur große Stoßparameter berücksichtigt, wie zumeist zuvor in [Fra08, Rot97]
verwendet, in ein Bild unter der gleichzeitigen Berücksichtung naher Stöße und der damit verbundenen
Veränderung des Coulomb-Logarithmuses erläutert. Eine Eigenentwicklung ist aufgrund der Komplexität
der Thematik im Rahmen einer experimentellen Dissertation an dieser Stelle kaum möglich, weshalb die
Zusammenarbeit mit den Entwicklern des CasP-Codes1 gesucht wurde, die ihren Code an die Bedürfnisse
dieser Arbeit bzw. der an der GSI durchgeführten Experimente angepasst haben.
Die Verwendung des CasP-Codes erlaubt die Berechnung des differentiellen Energieverlustes in Kohlen-
stoffplasmen. In diesem Kapitel wird die Modellierung des Energieübertrags an gebundene und freie
Elektronen erläutert. Anschließend erfolgt ein quantitativer Vergleich der Unterschiede zwischen dem
CasP- und dem Bethemodell. Im weiteren Verlauf wird die Änderung des differentiellen Energieverlustes
im lasererzeugten Kohlenstoffplasma im Detail untersucht. Am Ende des Kapitels werden die theoreti-
schen Vorhersagen mit den experimentellen Ergebnissen verglichen.
6.1 CasP
Bereits in Abschnitt 2.2.6 wurde der CasP-Code vorgestellt und dessen Eignung, die in dieser Arbeit zu
beschreibenden Energieüberträge in Abhängigkeit des Stoßparameters zu bestimmen, betont. Sowohl im
Fall von Argon- als auch von Calcium-Ionen ist eine Ladungsverteilung von etwa 5 Ladungszuständen
zu erwarten, die zum differentiellen Energieverlust beitragen. Die Berücksichtigung der verschiedenen
Abschirmung des Projektilkerns erfolgte dabei durch die Einführung von Zeta-Potentialen. Das sich so
einstellende Potential hat die Form:





(ai + bi r)exp(− ci rr ) (6.1)
Np steht dabei für die Anzahl der gebundenen Projektilelektronen, Φ(r) für die stoßparameterabhän-
gige Abschirmfunktion der gebundenen Elektronen. Die Parameter ai, bi und ci werden aus DHFS-
Rechnungen (Dirac-Hartree-Fock-Slater) gewonnen. Somit beträgt die effektive (in diesem Fall aber
basierend auf der tatsächlichen) Ladung des Projektils Ze f f = Z − NpΦ(r) im Abstand r vom Projektil.
Die Berechnung des Energieübertrags erfolgte in der ebenfalls im oben genannten Kapitel beschriebenen
1 Gregor Schiwietz („Helmholtz-Zentrum für Materialien und Energie“, Berlin) und Pedro Luis Grande („Universidade
Federal do Rio Grande do Sul“, Porto Allegre, Brasilien)
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UCA und berücksichtigt damit auch den Übergang im Energieübertrag vom rein störungstheoretischen
Bild in Bereiche geringerer Projektilenergie. Die Beiträge gebundener und freier Elektronen werden da-
bei getrennt bestimmt.
Im Fall gebundener Elektronen werden zunächst in der modifizierten Fassung des CasP-Codes die Bin-
dungsenergien für ionisierten Kohlenstoff mit Hilfe des Modells von Green-Sellin und der Lösung mit
Hilfe der WKB-Methode [SG74] neu berechnet. Die Oszillatorstärken wurden von den Kollaborations-
partnern mit Hilfe eigener Hartree-Fock-Slater-Rechnungen bestimmt. Da sowohl Energieübertrag als
auch Stoßwahrscheinlichkeit stark von der Bindungsenergie des Targetelektrons abhängen, wird die
Ladungsverteilung der Plasmaionen im Target benötigt. Diese wird mit Hilfe der Lösung der Saha-
Gleichung bestimmt.
Die Beiträge der freien Elektronen zum differentiellen Energieverlust werden durch Wahl eines einfachen
Oszillators mit der Plasmonenenergie Ipl = ħhωp als Anregungsenergie berechnet. Dies lässt sich im Code
durch den Energieübertrag an ein Wasserstoffatom mit von Hand angepassten Bindungsenergien reali-
sieren. An dieser Stelle soll aber noch einmal darauf hingewiesen werden, dass dieser Oszillator nicht
identisch mit der um die Plasmonenanregung erweiterten Betheformel ist. Es handelt sich vielmehr um
einen Oszillator, bei dem der Energieübertrag im Rahmen der UCA unter der Berücksichtigung verschie-
dener Stoßparameterregime berechnet wird.
6.2 Die Abhängigkeit des differentiellen Energieverlustes von Ladungszustand und
Plasmaparametern
Zusammengenommen lässt sich somit der Energieübertrag des Projektils an das Target, bzw. dessen
Energieverlust bei einem bestimmten fixen Ladungszustand in Abhängigkeit von den gewählten Plasma-
parameteren beschreiben. Dieser Sachverhalt ist graphisch in Abbildung 6.1 für Argon bei einer Energie
von 4MeV/u im Ladungszustand 18+ aufgetragen. Gezeigt ist dort die Abhängigkeit des Wirkungsquer-
schnitts für den Energieverlust von Temperatur und Ionendichte des Plasmas. Dort ist effektiv die Abhän-
gigkeit vom Coulomb-Logarithmus zu erkennen. Man erkennt bei geringen Temperaturen zunächst einen
Anstieg auf - im Fall geringer Dichten - bis zum etwa 1,5-fachen des Wertes des Wirkungsquerschnitts in
kalter Materie. Dort bildet sich eine Art Schulter heraus. Diese ist je nach Ionendichte verschieden stark
ausgeprägt. Die Ursache hierfür ist die relativ stabile Konfiguration des Ladungszustandes 4+ bei Kohlen-
stoff. Wird die Temperatur weiter erhöht, so werden auch die Elektronen aus der K-Schale herausgelöst
und es kommt zu einem weiteren deutlichen Anstieg des Energieverlustes. Dies liegt darin begründet,
dass die Differenz der Anregungsenergien zwischen dem gebundenen Zustand in der K-Schale und der
Plasmonenergie der freien Elektronen hier besonders groß ist. Besagter Anstieg läuft bei höheren Dich-
ten merklich langsamer und weniger ausgeprägt ab. So wird in der Nähe der Festkörperdichte selbst
bei Temperaturen von 200 eV nur ein Anstieg des Coulomb-Logarithmusses von weniger als 30% pro-
gnostiziert. Analoge Bilder und Abhängigkeiten wurden ebenfalls für die anderen Ladungszustände von
Argon und für das ebenfalls in dieser Arbeit verwendete Calcium erzeugt und zeigen genau die gleichen
Abhängigkeiten bei etwas geringeren Absolutwerten. Aufgrund des geringen zusätzlichen Informations-
gehalts wurde auf eine Darstellung an dieser Stelle verzichtet. Interessant ist jedoch die Abhängigkeit des
Modells vom Ladungszustand. Die häufig verwendete und sehr bekannte Bethe-Formel suggeriert hier
eine Z2-Abhängigkeit von dieser Größe. Dieser Zusammenhang wurde in älteren Arbeiten häufig ange-
wendet. Weiterhin von Interesse ist die tatsächliche Auswirkung der Abweichungen der modifizierten
Blochtheorie von der reinen Betheform des Energieverlustes.
6.2.1 Die Unterschiede zwischen Betheformel und CasP für Schwerionen in Plasmen
In diesem Abschnitt sollen die konkreten Auswirkungen der Verwendung des CasP-Codes für die in dieser
Arbeit untersuchten Projektil-Target-Kombinationen betrachtet werden, abgesehen von dem, wie in Ab-
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Abbildung 6.1: Verlauf des Wirkungsquerschnitt für Argon mit dem Ladungszustand 18+ bei einer Ener-
gie von 4 MeV/u in Abhängigkeit der Plasmaparameter Ionendichte und Temperatur.
schnitt 2.2 ausführlich erläutert, deutlich sinnvolleren physikalischen Bild. Der Energieverlust weist im
Rahmen der auf Störungstheorie basierenden Bethetheorie eine quadratische Abhängigkeit zur Kernla-
dungszahl des Schwerions auf, da in die Modellierung ein punktförmiges Projektil eingeht. Dieser Zusam-
menhang wurde und wird häufig mit dem Ladungszustand eines Schwerions gleichgesetzt [Boh41] und
die gleiche Abhängigkeit postuliert. Dies war jedoch weder im Rahmen der Bethe- noch der Blochtheorie
von den Autoren so vorgesehen. Dieser quadratische Zusammenhang ist mit CasP im hier betrachteten
Energiebereich nicht zu finden. Dies ist in Abbildung 6.2 dargestellt. Hierbei wurde der Energieverlust
von Argon in Kohlenstoff bei der Energie 4 MeV/u in Abhängigkeit des Ladungszustandes aufgetragen.
Die dargestellten Punkte sind die Ergebnisse das CasP-Codes. Weiterhin ist der Verlauf bei einer quadra-
tischen Abhängigkeit des Energieverlustes in Form einer einfachen Parabel f (x) = a · x2 (blaue Kurve)
dargestellt. Die blaue Kurve ist dabei eine Parabel ausgehend vom Wert des Energieverlustes für ein
vollionisiertes Argonion. Es stellen sich deutliche Abweichungen ein, eine quadratische Abhängigkeit
vom Ladungszustand kann nicht gefunden werden. Sie ist wie zu erkennen schwächer, eine gute Über-
einstimmung wurde mit dem Exponenten 1,38 anstatt 2 erzielt (rote Kurve).
Interessant ist weiterhin, insbesondere für die im Rahmen dieser Arbeit durchgeführten Experimente,
die Abhängigkeit des Coulomb-Logarithmuses von der Elektronendichte. Im Fall der Betheformel hat
dieser die Form von Gleichung 2.17 auf Seite 13, im Fall des CasP-Codes ist dieser aufgrund der Unter-
teilung in verschiedene Stoßparameterbereiche verschieden und deutlich komplexer. Er lässt sich somit
nicht in einer einfachen nachvollziehbaren analytischen Form ausdrücken, auch wenn es sich nur um
einen Oszillator handelt, wie in Abschnitt 6.1 beschrieben. Das Verhalten der beiden Theorien ist in
Abbildung 6.3 dargestellt. Betrachtet wird erneut Argon im vollionisierten Fall zwecks Vermeidung der
Einführung einer effektiven Ladung (siehe Abschnitt 2.2.4). Dort ist zu erkennen, dass zum einen die
Betheformel wie ebenfalls aus dem Abschnitt 2.2.4 bekannt den Energieverlust im Vergleich zu CasP, un-
abhängig vom Wert der Oszillatorstärke des Targets, im hier betrachteten Energiebereich überschätzt.
Dies wurde in älteren Arbeiten durch die Einführung einer effektiven Ladung fälschlich korrigiert,
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Abbildung 6.2: Abhängigkeit des Energieverlustes vom Ladungszustand gemäß CasP. Für eine quadra-
tische Abhängigkeit ist eine deutliche Abweichung zu bemerken, für einen Exponenten
von 1,38 ergibt sich jedoch eine gute Übereinstimmung.
Abbildung 6.3: Energieverlust gemäß Bethe-Formel für Ar18+ (rote Kurve) bei 4 MeV/u und gemäß CasP.
Gestrichelt ist erneut der Kurvenverlauf der Betheformel gezeigt. Diese wurde zur bes-
seren Vergleichbarkeit in dieser Darstellung auf das Ergebnis des CasP-Codes bei einer
Elektronendichte von 6 · 1022 cm−3 skaliert (siehe Text).
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da es sich hier beim vollionisierten Projektil nicht um Abschirmeffekte durch gebundene Elektronen
handeln kann. Das gleiche Verhältnis erhält man ebenfalls beim Vergleich der Ergebnisse für festen
Kohlenstoff mit einer effektiven Oszillatorstärke von 85eV. Bei den hier betrachteten Elektronendich-
ten betragen diese jedoch zwischen etwa 0,1 und 10 eV. Des Weiteren zeigt der CasP-Code auch einen
deutlich anderen Verlauf im Vergleich zur Betheformel. So steigt in der UCA der Energieverlust mit ge-
ringer werdender Anregungsstärke zunächst etwas schneller an. Viel wichtiger ist aber der Effekt bei
geringen Dichten, dass diese in eine Art Sättigung läuft. Dies ist durch die bereits in Abschnitt 2.2.6
angesprochene Einführung des Blochterms begründet und der damit erfolgenden Begrenzung der An-
regungswahrscheinlichkeiten (für Details siehe [GS02]). Interessanterweise wird der Fehler für die hier
beschriebene Projektil-Target-Konfiguration wieder ein Stück weit dadurch kompensiert, dass die bereits
mehrfach erwähnte quadratische Abhängigkeit der Bethe-Formel vom Ladungszustand zu stark ist. Dies
führt jedoch interessanterweise dazu, dass bei den tatsächlich eingenommenen mittleren Ladungszustän-
den rund um Ar16+ die Abweichungen etwas geringer sind und somit viele experimentelle Daten noch
recht gut beschrieben werden können. Diese Übereinstimmung ist jedoch letztlich zufällig und beschreibt
deswegen nicht die Physik, die für das Verhalten verantwortlich ist.
6.3 Differentieller Energieverlust im lasererzeugten Kohlenstoffplasma
Nach einigen grundsätzlichen Erläuterungen im vorangegangenen Abschnitt wird nun analog zur Dis-
kussion der Ladungsverteilung in Kapitel 5 die Änderung des differentiellen Energieverlustes in den in
Kapitel 4 erzeugten Kohlenstoffplasmen untersucht. Dies geschieht ausschließlich mit Hilfe der Theo-
rie, da das durchgeführte Experiment den Energieverlust nur integral über das Target bestimmen kann.
In Abbildung 6.4 ist der Verlauf des differentiellen Energieverlustes von Argon bei einer Energie von
4 MeV/u und dem Eingangsladungszustand 16+ zu den Zeiten 3 ns, 7 ns und 13 ns nach Beginn der
Laser-Plasma-Wechselwirkung dargestellt. Dort ist zum einen der Verlauf der Stopping Power im Target
in Abhängigkeit vom Linienintegral gezeigt, zum anderen die Zusammensetzung aus den Beiträgen ge-
bundener und freier Elektronen. Weiterhin ist dort zur Orientierung der Energieverlust von Argon im
Festkörper gemäß dem Ergebnis von CasP mit 18,89 keV
µg/cm2
angegeben. Die Berechnung der Stopping
Power an dieser Stelle erfolgt dabei mit Sges =
∑
q f (q) · S(q), also unter der Berücksichtigung der La-
dungsverteilung des Projektils f(q), die in Abbildung 5.11 zu finden ist. Weiterhin sind dort auch die
Plasmaparameter zu den jeweiligen Zeitschritten dargestellt.
Wie in Abbildung 6.4 (links oben) zu sehen, liefern die gebundenen Elektronen zum differentiellen Ener-
gieverlust zu frühen Zeiten noch einen merklichen Beitrag (schwarze Kurve), jedoch bereits zu diesem
frühen Zeitpunkt ist der Energieübertrag im gesamten Target von den freien Elektronen dominiert. Nur
im teilionisierten Stück in der Mitte sind noch nennenswerte Beiträge vorhanden. Sie betragen jedoch
nur ein Drittel des Wertes der freien Elektronen. Der Grund hierfür ist, dass die beim Ionisationsgrad 3+
von Kohlenstoff noch gebundenen Elektronen recht große, und ab dem Überschreiten des Ionisations-
grades 4+ sehr große Anregungsenergien bzw. geringe Oszillatorstärken haben und nur entsprechend
wenig zum Energieverlust beitragen. Zur Orientierung: Bei kaltem Kohlenstoff tragen die beiden in der
2p-Schale gebundenen äußeren Elektronen rund 50% zum gesamten Energieverlust bei, die beiden Elek-
tronen der 2s-Schale etwa 35% und die der 1s-Schale nur rund 15%. Da sich die Anregungsenergien
zwischen den äußeren gebundenen Elektronen im Kohlenstoff und den freien Elektronen im Plasma
nicht allzu stark unterscheiden, ergibt sich an dieser Stelle nur eine geringe Abweichung im Vergleich
zum Wert in festem Kohlenstoff. Sie unterscheiden sich jedoch genügend, insbesondere im Vergleich zur
2s-Schale des Kohlenstoffs, um den Abfall des mittleren Ladungszustandes in diesem kühleren Bereich
mit im Vergleich zum Festkörper niedrigerer Dichte, verursacht durch einen geringeren Dichteeffekt, ent-
gegenzuwirken und diesen mehr als auszugleichen.
Beim späteren Zeitschritt in Abbildung 6.4 (links oben) ist konsequenterweise der Beitrag von gebun-
denen Elektronen vollständig verschwunden und nur noch freie Elektronen liefern erkennbare Beiträge
zum differentiellen Energieverlust. Deshalb sind auch die blaue Kurve für den gesamten Energieverlust
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Abbildung 6.4: Differentieller Energieverlust von Argon bei 4 MeV/u und einem Eingangsladungszustand
von 16+ im Kohlenstofftarget. Dargestellt sind die Entwicklungen zu den Zeitschritten
3 ns, 7 ns und 13 ns. Angegeben ist jeweils die gesamte Stopping Power (blau), welche
die Summe aus den Beiträgen von freien (rot) und gebundenen (schwarz) Elektronen
darstellt. Als Orientierung ist weiterhin in grün als konstante Linie die Stopping Power
von Argon im Gleichgewichtsladungszustand in einer festen Kohlenstofffolie angegeben.
und die rote für den Beitrag freier Elektronen nicht zu unterscheiden. Das Plasma ist zu diesem Zeit-
schritt bereits recht weit expandiert, weswegen die Dichtegradienten deutlich abgeflacht sind und die
Änderungen der Anregungsenergien der Plasmonen auf den Coulomblogarithmus nur noch gering aus-
fallen. Dementsprechend lässt sich am Verlauf der Kurve der Verlauf des mittleren Ladungszustandes
direkt beobachten, der im Wesentlichen für die kleinen Unterschiede in der Stopping Power auf dem
Weg der Ionen durch das Target an dieser Stelle verantwortlich ist. Gegen Ende des Targets wird ein
maximaler Wert von 39 keV
µg/cm2
erreicht, was im Vergleich zum Festkörper einem Anstieg von etwa einem
Faktor zwei entspricht.
Nach 13 ns zeigt sich als Systematik ein ähnliches Verhalten wie zuvor. Sowohl der Coulomblogarith-
mus als auch der Ionisationsgrad im Target sind nach wie vor sehr groß. Allerings beginnt der mittlere
Ladungszustand aufgrund der in der Targetmitte einsetzenden Rekombination (siehe Abb. 5.11-rechts
unten) langsam zu sinken. Dies ist auch die Ursache für das leichte Absinken der Stopping Power im Tar-
get. Es soll aber an dieser Stelle noch einmal herausgestrichen werden, dass mehr als 95% der Erhöhung
der Stopping Power im Vergleich zum Festkörper in allen hier beschriebenen Fällen durch die Änderung
des Coulomblogarithmus verursacht werden. Der sich einstellende Ladungszustand spielt aufgrund der
starken Plasmaexpansion für den Energieverlust im Vergleich zum Festkörper nur eine untergeordnete
Rolle. Vergleicht man den sich einstellenden Ladungszustand allerdings mit dem einer Kaltgasverteilung,
und dieser Vergleich ist aufgrund der Dichteabhängigkeit des Ladungszustandes eigentlich der sinnvolle,
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Abbildung 6.5: Vergleich der Energieverteilung der verschiedenen Ladungszustände von Argon bei 4
MeV/u nach Durchquerung eines Plasmatargets nach 1 ns (links) bzw. 7 ns (rechts). Es
ergeben sich mehr als auffällige Unterschiede in der Form, allerdings nicht im Schwer-
punkt der Verteilung (siehe Text).
so ist der Einfluss größer. Es ergeben sich hier Unterschiede im mittleren Ladungszustand von bis zu
∆qmean = 1,2. Dies macht damit einen Effekt von bis zu 12% aus. Hierbei wurde die Abhängigkeit vom
Ladungszustand, wie in Abbildung 6.2 für CasP dargestellt, zu Grunde gelegt.
6.4 Ladungzustandsabhängigkeit des Energieverlustes
Eine interessanten Frage, der an dieser Stelle kurz nachgegangen werden soll, ist inwieweit für die
verschiedenen Ladungszustände auch ein verschiedener Energieverlust beobachtet werden kann. Die
Abhängigkeit der Stopping Power vom Ladungszustand des Projektils wurde bereits in Abschnitt 6.2.1
diskutiert. Es stellt sich jedoch die Frage, ob ein Ion, das beispielsweise das Target mit dem Ladungszu-
stand 17+ verlässt, sich tatsächlich im statistischen Mittel im Target vorzugsweise mit einem höheren
Ladungszustand fortbewegt hat. Letztlich ist dies zu einem gewissen Grad mit der Frage nach einem
Gleichgewicht zwischen Ionisation und Rekombination ab einer gewissen Targetdicke verwandt. Dyna-
misches Gleichgewicht bedeutet, dass es hinreichend viele Ladungsaustauschprozesse gegeben haben
muss, um dieses Gleichgewicht herzustellen. In Abbildung 6.5 ist die Energieverteilung der Ladungs-
zustände 15+ bis 17+ zu einem sehr frühen Zeitpunkt nach 1 ns (links) und später nach 7 ns (rechts)
dargestellt. Das gesamte Plasma liegt in einem vollionisierten Zustand vor und es gibt dementsprechend
kaum noch Rekombination. Auf die Ladungszustände 14+ und 18+ wurde in der Darstellung verzichtet,
da ihre Besetzung jeweils zu einem der beiden Zeitpunkte verschwindend gering ist und der Vergleich
entsprechend schwierig ist. Die darzustellenden Trends lassen sich ohne Einschränkungen auch an den
dargestellten Verteilungen illustrieren. Aufgetragen ist in den Abbildungen der Anteil der Ionen mit einer
gewissen Energie nach Durchquerung des Targets in Energieintervallgrößen von 1 keV. Im Fall des noch
kalten Plasmas auf der linken Seite ist auch das von kalter Materie erwartete Verhalten zu erkennen. Alle
dargestellten Ladungszustände weisen eine relativ symmetrische Energieverlustverteilung mit nahezu
identischem Mittelwert auf. Ein leichter Unterschied zwischen den verschiedenen Ladungszuständen ist
jedoch zu erkennen. Dieser beträgt allerdings im Maximalfall zwischen dem Ladungszustand 15+ und
17+ nur rund 50 keV. Das entspricht im Experiment einem Flugzeitunterschied von etwa 70 ps. Das ist
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zu wenig, um im Experiment nachweisbar zu sein.
Ein interessantes Verhalten weist hingegen die Energieverteilung im heißen Plasma (rechts) auf. Zu be-
achten an dieser Darstellung ist, dass jede der Kurven für den jeweiligen Ladungszustand auf eine Fläche
von 1 normiert wurde. Es ist somit in der obigen Darstellung nicht enthalten, dass es zu dem angespro-
chenen Zeitschritt sehr viel weniger Ionen gibt, die das Plasma mit einem anderen Ladungszustand als
16+ verlassen (siehe Abbildung 5.11 Mitte).
Zunächst fällt der scharfe Peak beim Ladungszustand 16+ auf. Dieser kommt wie bereits weiter oben
erklärt durch die höhere Reichweite der Projektilionen im Plasma zustande. Die Y-Achse wurde hierbei
begrenzt um eine Sichtbarkeit der Verteilung der anderen Ladungszustände zu ermöglichen. So erreicht
der Anteil der Argonionen mit dem Ladungszustand 16+, die das Plasma durchqueren ohne sich ein
einziges Mal umzuladen, trotz der hohen Flächenbelegung des Targets von 95 µg
cm2
zu dieser Zeit 4%.
Dementsprechend hoch ist auch der Anteil der Ionen mit nur einer sehr geringen Anzahl von Umla-
dungen. Somit stellt sich keine Landau-ähnliche Verteilung wie in der Abbildung links ein, sondern es
kommt zu scharfen Brüchen in der Energieverteilung. Links von der scharfen Kante wachsen die Ver-
teilungen an, wie sie sich im Fall mehrfacher Umladung ergeben würden. Rechts davon finden sich nur
noch die Ionen, die sich vor allem zunächst in den im Vergleich zum Eingangsladungszustand nächsthö-
heren Ladungszustand 17+ umgeladen haben. Die Wahrscheinlichkeit, dass sie diesen Ladungszustand
dann direkt beibehalten, ist sehr hoch, weswegen sich eine fast konstante Funktion bis zu einer recht
scharfen Kante bei etwa 4,1 MeV ergibt. Das sind genau die Ionen, die sich bereits in den Randbereichen
bei Eintritt in das Plasma in den höheren Ladungszustand 17+ und anschließend 18+ umgeladen haben
und so das Target durchquert haben um sich kurz vor Ende wieder in 17+ umzuladen. Die Kurve steigt
mit abnehmenden Energieverlust langsam an, da mit abnehmender Strecke zunehmend Ionen mit einer
etwas anderen Ladungszustandshistorie hinzukommen, vornehmlich die Ionen, die sich nur einmal von
16+ nach 17+ umgeladen haben.
Weiterhin auffällig ist eine in der Theorie merkliche Energieverbreiterung des Ladungszustandes 17+.
Diese würde im Experiment allerdings auch nur Flugzeitunterschieden von ca. 200-300 ps entsprechen.
Diese Zeitspanne ist zwar prinzipiell mit dem Spektrometer auflösbar. Bezogen auf die Pulsbreite der
Ionen von 3-4 ns ist dies aber auch ein maximaler Unterschied in der Breite des Pulses von etwa 5%,
vorausgesetzt, diese Verbreiterung würde tatsächlich alle Ionen, die das Target durchqueren, betreffen.
Jedoch ist im Experiment der erwartete Effekt geringer. Mit fortschreitender Expansion des Plasma zu
größeren Zeiten als 7 ns wird er aufgrund der abnehmenden Liniendichte kleiner, zu frühere Zeiten als
7 ns fällt die Verbreiterung aufgrund der verstärkt stattfindenden Umladung auch erneut schmaler aus.
Es gibt also nur für die Ionen, die gerade zu diesem Zeitpunkt das Plasma durchqueren, einen Effekt
im Bereich der Nachweisschwelle des Experiments. Dort erfolgt aufgrund der zeitlichen Breite des Mi-
kropulses zwangsläufig eine Mittelung über die besagten Bereiche mit geringerer Verbreiterung. Dieser
postulierte Effekte konnte in den experimentellen Daten nicht gefunden werden, beziehungsweise er
liegt im Rahmen der statistischen Schwankungen von der Pulsbreite des Gesamtsystems, bestehend aus
Detektor und Beschleuniger.
6.5 Integraler Energieverlust und Vergleich mit Experimenten
Am Ende dieser Arbeit steht der Vergleich zwischen den gemessenen Energieverlustdaten und den aus
der Theorie berechneten Werten. Insbesondere soll an dieser Stelle der Unterschied zwischen dem Auf-
bau mit einer beidseitigen Bestrahlung bei den beiden verschiedenen Laserfrequenzen erläutert werden.
In Abbildung 6.6 sind die experimentellen Daten für Calcium (blau) wie bereits in Abschnitt 4.2.2
dargestellt. Zusätzlich ist erneut der Verlauf der Liniendichte (orange) sowie der Ergebnisse für den
Energieverlust von Calcium mit dem Austrittsladungszustand 18+ gemäß Theorie (rot) dargestellt.
Die Fehlerbalken der Simulation ergeben sich aus der Halbwertsbreite der Verteilung aufgrund der
verschiedenen eingenommenen Ladungszustände auf dem Weg durch das Plasma. Wie im obigen Ab-
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Abbildung 6.6: Energieverlust von Calcium bei 4,9 MeV/u im Vergleich mit der Theorie.
Abbildung 6.7: Energieverlust von Argon bei 4,0 MeV/u im Vergleich mit der Theorie.
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schnitt diskutiert, durchquert das Projektil in den Simulationen im Vergleich zur kalten Materie das
Target mit einer deutlich reduzierten Anzahl an Umladungen. Dies tritt in dieser Konfiguration für
Calcium verstärkt auf, da das Projektil sowohl etwas höherenergetischer ist und damit die Wirkungs-
querschnitte für die Umladung sinken, als auch die Projektilelektronen beim Eintrittsladungszustand
stärker gebunden sind. Dies ist auch der Grund, warum für die theoretischen Werte die Fehlerbalken
sinken, da bei immer seltener stattfindender Umladung die Streuung der Energieverlustwerte in der
Theorie abnimmt. Als Plasmaparameter wurden die Ergebnisse von RALEF-2D-Rechnungen mit den dem
Experiment im Mittel entsprechenden Laserparametern zugrunde gelegt. Der Laserfokus wurde dabei
als homogen angenommen. Für den Fall der beidseitigen Bestrahlung mit dem inhomogenen Laserfo-
kus analog zu den Abschnitten 4.1.1 und 4.3.1 wurden in dieser Konfiguration keine der aufwendigen
2D-Hydrodynamiksimulationen durchgeführt. Zu Zeiten kleiner als 10 ns sind deutliche Abweichungen
zwischen den erwarteten theoretischen Werten und den experimentellen Daten zu erkennen. Zwar fällt
der Einbruch des Energieverlustes im Vergleich zu Abbildung 4.2 deutlich geringer aus, allerdings erfolgt
trotzdem keine deutlich schnellere Homogenisierung des Targets, so dass die prognostizierten Werte er-
reicht werden. Die abfallende Flanke von 10-13 ns gibt jedoch die der experimentellen Daten gut wieder.
Letztlich muss aber die Konsequenz gezogen werden, dass der Übergang von der einseitigen zur beidsei-
tigen Heizung des Targets nur einen kleinen Schritt in Richtung geringerer Inhomogenitäten während
der Laser-Plasma-Wechselwirkung bedeutet. Die Zeitskala, auf der die Homogenisierung erfolgt, wurde
nur um etwa 2 ns verbessert, ausgehend von dem Gedanken, dass die Theorie an dieser Stelle die Wech-
selwirkung richtig beschreibt. Viel wichtiger an dieser Stelle ist aber nun der Vergleich für die Daten
aus dem in Abschnitt 4.3 beschriebenen Experiment mit der Verwendung der zweiten Harmonischen der
Lasersysteme zur Heizung des Targets.
In Abbildung 6.7 ist der Vergleich zwischen verschiedenen theoretischen Verläufen des Energieverlustes
und den experimentellen Daten dargestellt. Insgesamt sind in dieser Abbildung insgesamt drei verschie-
dene Kurven für den gemäß der Theorie prognostizierten Verlauf des Energieverlustes zu finden. Die rote
zeigt den Verlauf analog zur obigen Grafik. Für die Hydrodynamiksimulationen mit RALEF-2D wurden
erneut die gemittelten Experimentparameter zugrunde gelegt. Die Laserpulsdauer betrug T = 7ns, die
Energie 30 J, was bei einem Fokusdurchmesser von 1mm einer Intensität von 4,6 · 1011 W
cm2
entspricht.
Das Fokusprofil wurde in diesem Fall zunächst im Fall der roten Kurve als homogen angenommen. Zu
Beginn der Laser-Plasma-Wechselwirkung werden zunächst erneut Abweichungen gefunden, diese sind
jedoch deutlich kleiner als im Fall des obigen Bildes für Calcium und insbesondere im Vergleich zur
einseitigen Bestrahlung mit nhelix [Fra08]. Im Maximum wird ein Wert von 3,7 MeV erreicht und über-
trifft dabei etwas das gemessene Maximum mit 3,2 MeV nach 7 ns. Auf der abfallenden Flanke wird
erneut eine sehr gute Übereinstimmung erreicht. Stellt man sich die Frage nach der Rolle der auch im
Fall der Heizung mit der zweiten Harmonischen sich einstellenden Inhomogenitäten, so kann hierüber
versucht werden, mit Hilfe der Simulationsrechnungen wie in Abschnitt 4.3.1 beschrieben mit der einfa-
chen Modellierung der Inhomogenitäten im Fokusprofil, deren zeitliche Entwicklung abzuschätzen. Die
Ergebnisse dieser Simulationen wurden verwendet und es wurde vereinfacht angenommen, dass nur
Ionen detektiert werden, die den heißen Teil niedrigerer Flächenbelegung durchqueren. Dieser zeitliche
Verlauf ist in der schwarzen Kurve abgebildet. Dort ist zu erkennen, dass es zwischen dem homogenen
und dem inhomogenen Fall in der Tat für die ersten 4-5 ns merkliche Unterschiede gibt. Insbesondere
wird auch der zunächst konstante Verlauf des Energieverlustes im Experiment mit dem Punkt bei 2,5 ns
gut wiedergegeben. Ab dann folgt die Kurve sehr gut den experimentellen Daten, allerdings übersteigt
auch sie im Maximum weiterhin die gemessenen Ergebnisse. Die abfallende Flanke ist analog zum ho-
mogenen Fall.
Die letztlich entscheidende Kurve zum Vergleich ist allerdings die dritte dargestellte Kurve (cyan). Hier
wurde erneut der inhomogene Laserfokus zugrunde gelegt. Allerdings wird die schwarze Kurve nun
von einem Ionenstrahl mit einem gaußförmigen zeitlichen Profil mit einer Halbwertsbreite von 4,5 ns
abgetastet. Dies entspricht der Situation im durchgeführten Experiment. Diese Breite führt zu einem
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Absinken des Maximums in der Theorie, da auch Ionen mit geringerem Energieverlust links und rechts
vom Maximum zur Position des Schwerpunkts des Signals beitragen. Dies reduziert die Abweichungen
zwischen experimentell gefundenem Energieverlust und den theoretischen Voraussagen deutlich. Bereits
nach 4 ns stimmen die theoretischen Vorhersagen mit den im Experiment gefundenen Werten hervorra-
gend überein. Zwar wird nach 7 ns nicht ganz das prognostizierte Maximum erreicht, jedoch sind auch
zu späteren Zeiten die Abweichungen meist geringer als 10%, und zwar ohne eine Systematik, die auf ei-
ne Über- oder Unterschätzung hindeuten würde. Die Standardabweichung von Experiment und Theorie
beträgt in diesem Experiment σSTABW = 0,2MeV. Bessere Werte sind weder von der Modellierung noch
vom Experiment gemäß dessen Fehlerbalken zu erwarten. Zu späteren Zeiten ist die Übereinstimmung
ähnlich gut. Der Einfluss des Heizens von beiden Seiten mit doppelter Laserfrequenz führt also offenbar
zu einer deutlichen Verkürzung der Zeiten, während der Theorie und Experiment vorher systematisch
voneinander abwichen. Auch die Absolutwerte der Abweichungen sind deutlich geringer. Dies deutet
sehr stark darauf hin, dass die mit Hilfe der Hydrodynamiksimulationen postulierten Inhomogenitäten
tatsächlich die vorangegangen Messungen stark beeinflusst haben. Dies ist in diesem Experiment nun
nur noch sehr viel weniger der Fall, so dass es in der Tat geeignet ist, die in der Theorie verwendeten
atomphysikalischen Modelle zu überprüfen, sowohl für die Ladungsverteilung, aber viel wichtiger an
dieser Stelle nun auch für den Energieverlust von schweren Ionen in Plasmen. Sowohl im Experiment als
auch in der Theorie wurde festgestellt, dass die Veränderung des Ladungszustandes in dem hier betrach-
teten Kohlenstoffplasma im Fall von Argonionen für den Energieverlust im Vergleich zum Festkörper nur
eine untergeordnete Rolle spielt. Der entscheidende Punkt für die deutliche Überhöhung im Vergleich
zum Festkörper ist die Expansion des Plasmas hin zu geringeren Dichten und die daraus resultierende
Vergrößerung des Coulomblogarithmusses für die entsprechenden Plasmonenfrequenzen.
Im Vergleich zum Startpunkt dieser Arbeit wie in [Fra08] beschrieben, wo die nun mehrfach disku-
tierten Abweichungen zwischen Theorie und Experiment gemessen wurden, haben sich knapp zusam-
mengefasst die folgenden Veränderungen ergeben: Der Einfluss der Hydrodynamik im Target auf das
Experiment wurde durch die Frequenzverdopplung der Heizlaser verringert, was im Vergleich zu vori-
gen Experimenten zu einem Anstieg des experimentell gemessenen Energieverlustes führte. Gleichzeitig
wurde jedoch auch eine Überschätzung des Energieverlustes basierend auf Rechnungen mit der Bethe-
formel (Z2-Abhängigkeit, Stoßparameterabhängigkeit des Energieverlustes) festgestellt, womit auch die
theoretischen Werte unter Verwendung des CasP-Codes nun geringer ausfallen. Somit wurden im Rah-
men dieser Arbeit Theorie und Experiment zu einer sehr guten Übereinstimmung gebracht. Die in dieser




Diese Arbeit beschreibt die Vermessung und Berechnung der Ladungsverteilung und des Energieverlus-
tes von mittelschweren Ionen bei Energien von 4− 5MeV/u in lasererzeugten Kohlenstoffplasmen. Die
Heizung des dünnen Kohlenstofftargets wurde optimiert, so dass die laserinduzierten Inhomogenitä-
ten im Target sich nur noch gering auf die Messung des Energieverlustes auswirken. Zur Erklärung des
beobachteten Anstiegs des Energieverlustes im Plasma sowie der Verschiebung der Ladungsverteilung
der Projektilionen im Plasma hin zu höheren Ladungszuständen wurde eine mikroskopische Beschrei-
bung unter Berücksichtigung sämtlicher relevanter Prozesse entwickelt. Diese ermöglicht die korrekte
Beschreibung der experimentellen Daten und erklärt somit die Physik der Wechselwirkung.
Trotzdem sind sowohl von experimenteller als auch von theoretischer Seite Verbesserungen möglich
und sinnvoll. So wurde der Einfluss der laser-induzierten Inhomogenitäten auf die Plasmabildung deut-
lich beschränkt. Er kann jedoch noch weiter reduziert werden. Eine Möglichkeit ist der Einbau eines
elektro-optischen Modulators in das Phelix-Frontend. Dieser ist im ursprünglichen Design bereits dort
vorgesehen. Das Anlegen einer Hochfrequenz von im konkreten Fall 17 GHz führt zum Auftreten von
Seitenbändern im Frequenzspektrum des Lasersystems. Diese können mit Hilfe eines Gitters räumlich
getrennt werden, so dass es unter Verwendung der bereits vorhandenen „Random Phase Plate“ zu einer
zeitlichen Oszillation der Intensitätsverteilung im Fokus kommt. Diese Oszillation ist bei der angelegten
Frequenz schneller als die hydrodynamische Reaktion des Plasmas und führt damit zu einer Verschmie-
rung des phasenplatteninduzierten Intensitätsprofils. Dies ist am Phelix-Lasersystem in einer Dimension
im Aufbau des Systems prinzipiell vorgesehen und reduziert gemäß Rechnungen hierzu die lokalen In-
tensitätsunterschiede am Target um einen Faktor zwei. Das hier beschriebene Verfahren ist unter dem
Namen „Spatial Smoothing by Spectral Dispersion“ (SSD) bekannt. Allerdings ist es nur bei dem Phelix-
Lasersystem ohne großen konstruktiven Aufwand einzuführen. Für das nhelix-Lasersystem besteht diese
Option nicht. Ein alternativer Weg zur homogeneren Heizung eines Targets ist die Verwendung von
Röntgenstrahlung. Diese kann mit Hilfe eines Konvertertargets erzeugt werden und zur gleichförmigen
Bestrahlung des Targets verwendet werden. Allerdings kann zumindest im Fall von Kohlenstoff mit den
zur Verfügung stehenden Laserenergien keine Vollionisation im Target erreicht werden. Jedoch sind die
sich einstellenden Dichten im Fall dieses Targets höher als im Fall der direkten Bestrahlung.
Aus diagnostischer Sicht bietet sich die Ersetzung der polykristallinen Diamantdetektoren des Ladungs-
spektrometers durch monokristallinen Diamant an. Dies würde bei geringeren Strahlströmen eine deut-
liche Zunahme der Linearität zur einfallenden Teilchenzahl bedeuten. Demzufolge würden bei geringen
Strahlströmen die Fehler der Messung massiv reduziert werden. Weiterhin ist eine Motorisierung der
einzelnen Detektoren des Spektrometers sinnvoll. Während der Experimente hat sich gezeigt, dass der
Ionenstrahl von Seiten des Beschleunigers des Öfteren nachjustiert werden muss. Eine einfache Mög-
lichkeit zur Nachoptimierung der Spektrometerlage würde dabei sowohl wertvolle Zeit während des
Experiments sparen als auch eine optimale Justage des Spektrometers sicher stellen.
Von theoretischer Seite bieten sich die folgenden Verbesserungen an: Der nicht-radiative Einfang gebun-
dener Elektronen wird in der Eikonaltheorie [Eic85] berechnet. Dieses Modell wurde in ETACHA primär
deshalb verwendet, um die benötigten Rechenzeiten bei Rechnergeschwindigkeiten im Jahr 1996 mo-
derat zu halten. In Anbetracht der im Vergleich zu dieser Zeit deutlich gestiegenen Rechnerkapazitäten,
bietet sich die Ersetzung dieser Theorie durch eine Berechnung der Rekombinationsquerschnitte mit Hilfe
der „Continuum Distorted Wave Approximation“ (CDW) [TE90] an, da diese deutliche genauere Ergeb-
nisse liefert. Dies würde die Notwendigkeit zur Korrektur, insbesondere des nicht-radiativen Einfangs-
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querschnitts wie in Abschnitt 5.4 beschrieben, verringern. Ebenso gibt es im Fall der dielektronischen
Rekombination deutlich komplexere und modernere theoretische Modelle [BKH+08]. Dieser Mechanis-
mus ist zur Bestimmung der Ladungsverteilung des Schwerionenstrahls in vollionisierten Plasmen von
herausragender Bedeutung. Allerdings sind dies Themen, die eher in Richtung einer theoretischen als
einer experimentellen Arbeit zielen. Ein weiteres Projekt, das im Rahmen weiterführender Arbeiten ver-
folgt werden kann, ist die Anpassung der Berechnung des radiativen Zerfalls. Die Zerfallsraten werden in
ETACHA, wie in Abschnitt 5.3 beschrieben, anhand von Tabellenwerten berechnet. Dieses Verfahren ist
sehr einfach und führt bei den Projektilenergien in dieser Arbeit, die unter der Untergrenze von ETACHA
von 10 MeV/u liegen, möglicherweise zu Abweichungen. Der Dichteeffekt spielt aufgrund der sich erge-
benden Dichteunterschiede zwischen Festkörper und Plasma, wie in den Abschnitten 5.5.2.2 und 5.6.2.1
erläutert, eine bedeutende Rolle. Demzufolge ist eine Verfeinerung des theoretischen Modells an dieser
Stelle zwecks Steigerung der Genauigkeit ratsam.
Im Fall der theoretischen Beschreibung des Energieverlustes ist eine Berücksichtigung der thermischen
Bewegung der freien Elektronen im Rahmen des Oszillatormodells sinnvoll. Dies könnte in CasP durch
eine Anpassung der Berechnung der Schalenkorrekturen geschehen. Diese müssten dann nicht auf Basis
der Anregungsenergie sondern auf Basis der thermischen Energie erfolgen und kann durch eine weitere
Modifikation des CasP-Codes erreicht werden.
Für zukünftige Experimente bietet sich eine Veränderung des Parameterbereichs des Ionenstrahls an.
Bei Energien im Bereich von 4-5 MeV/u ist mit dieser Arbeit die Wechselwirkung gut verstanden. Sehr
interessant ist eine weitere Reduktion der Projektilenergie. In dem in dieser Arbeit durchgeführten Ex-
periment mit im Vergleich zur thermischen Geschwindigkeit der Elektronen sehr schnellen Projektilen
spielt die Eigenbewegung der Elektronen noch keine Rolle. Gemäß Monte-Carlo-Rechnungen, die mit
Hilfe des Programms TRIM [Zie11] durchgeführt wurden, lassen sich jedoch Kohlenstoffionen mit der
Beschleunigerenergie von 3,6MeV/u unter Verwendung einer Kohlenstofffolie der Dicke 48µm auf ei-
ne Energie von nur 500 keV/u abbremsen. Die sich beim Abbremsen ergebende Energieverbreiterung
des Strahls beträgt etwa 10% und die sich ergebende Winkelvergrößerung des Strahls beträgt 2,5◦.
Gemäß den Rechnungen schwankt der Schwerpunkt der Energie eines Mikropulses mit 1000 Teilchen
jedoch nur um etwa 0,2%. Mit diesen Parametern ist eine sinnvolle Vermessung des Energieverlustes
im Plasma möglich. Die Flugstrecke zur Energiebestimmung kann aufgrund der deutlich höheren Ener-




reduzierten Projektilgeschwindigkeiten auf 1 m verkürzt werden. Die Energie 500 keV/u entspricht ei-
nem Verhältnis von Projektil- zu thermischer Geschwindigkeit von vp/v th ≈ 1. Dementsprechend findet
die Messung in unmittelbarer Umgebung der maximalen Energiedeposition der Schwerionen im Plasma
statt und die thermische Bewegung der freien Elektronen spielt eine große Rolle. Dies ist ebenso der
Fall in einem Fusionsplasma, wenngleich bei Verwendung des gleichen Targets wie in dieser Arbeit die
Entartung des Plasmas wegfällt. Der theoretische Ansatz zur Beschreibung könnte im Fall des Energie-
verlustes mit dem um die Berücksichtigung der thermischen Geschwindigkeit der Elektronen erweiterten
CasP-Code erfolgen. Die Ladungsverteilung könnte durch eine auf die Beschreibung von Plasmen erwei-
terte Version von CTMC-Simulationen [Gru03] (Classical Trajectory Monte-Carlo) berechnet werden.
Diese würde auch gleichzeitig die Berechnung des Energieverlustes verursacht durch die Ladungsaus-
tauschreaktionen ermöglichen, die in diesem Energiebereich einen wesentlichen Beitrag zum gesamten
elektronischen Energieverlust liefern. Der Energieübertrag durch Ionisation und Anregung an die Elek-
tronen des Targets kann mit Hilfe des CasP-Codes erfolgen.
Die Vermessung der Ladungsverteilung von Kohlenstoffionen in diesem Energiebereich kann ebenfalls
an Z6 unter Verwendung des 100 TW-Strahls von Phelix erfolgen. Das von nhelix erzeugte Plasma könn-
te von einem laserbeschleunigten Kohlenstoffstrahl durchquert und mit Hilfe einer Thomsonparabel die
sich einstellende Ladungsverteilung im Vergleich zum kalten Target bestimmt werden. Da in diesem
Energiebereich die Anzahl der Umladungen in Materie deutlich größer sind als bei höheren Energien,
102
würde eine einseitige Bestrahlung einer Kohlenstofffolie nur mit dem nhelix-Lasersystem zur Vermessung
der Ladungsverteilung ausreichen.
Ein weiterer sehr interessanter Schritt wäre der Übergang zur indirekten Heizung des Targets. Dies
könnte bei den niedrigen Projektilenergien nicht nur die Untersuchung thermischer Effekte auf den
Energieverlust erlauben, sondern auch gleichzeitig die Dichte des Targets erhöhen, um den Einfluss
eines gekoppelten Plasmatargets auf den Energieverlust [GS99] experimentell nachzuweisen. Die indi-
rekte Heizung hat auch den Vorteil, dass das erwartete Target noch homogener ist, als das Target nach
direkter Heizung. In unmittelbarer Umgebung des Bragg-Peaks ist eine homogene Flächenbelegung des
Targets noch wichtiger als in den Experimenten in dieser Arbeit, da sich der differentielle Energieverlust
in Abhängigkeit der Projektilenergie sehr viel stärker ändert. Ob die indirekte Heizung hierfür allerdings
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